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Introduction
L’interaction entre un rayonnement laser et la matie`re constitue un tre`s vaste do-
maine d’e´tude, aux confluents de nombreuses disciplines aussi diverses et varie´es que la
physique, la chimie, la biologie ou encore la me´decine. Les proprie´te´s intrinse`ques de la
matie`re, qu’elle soit sous la forme d’un solide, d’un agre´gat, d’un plasma, ou d’une simple
mole´cule, se trouvent modifie´es sous l’action d’un champ e´lectromagne´tique. Etudier le
comportement de l’entite´ de base, l’atome, en pareil cas reste encore un sujet the´orique
et expe´rimental ouvert. Cette the`se est consacre´e a` l’e´tude des atomes d’he´lium et de
be´ryllium en pre´sence d’un champ laser intense et bref.
Depuis 1959, date de la conception du premier laser (”Light Amplification by Stimula-
ted Emission of Radiation”), la communaute´ scientifique dispose d’un faisceau de lumie`re
unidirectionnel, monochromatique, continu ou impulsionnel, et cohe´rent dans l’espace et
dans le temps. D’abord cantonne´s a` la lumie`re visible, les lasers couvrent aujourd’hui
toute la gamme des longueurs d’ondes du spectre. La puissance de´livre´e par un faisceau
laser a e´galement vite e´volue´. Dans le cas des lasers impulsionnels, la puissance creˆte,
c’est-a`-dire la puissance atteinte lors du maximum de l’impulsion, a augmente´ au fur et
a` mesure de la possibilite´ de de´livrer l’e´nergie sur des temps de plus en plus courts.
Paralle`lement, cette e´volution technologique s’est accompagne´e de nombreuses e´tudes
the´oriques et expe´rimentales concernant, entre autres, la compre´hension des phe´nome`nes
d’interaction d’un tel rayonnement avec la matie`re. Actuellement, les sources lasers a` la
pointe du de´veloppement peuvent atteindre des puissances de l’ordre du te´rawatt (1012
Watts) dans le domaine spectral des rayons ultra-violets, avec des dure´es d’impulsions
de quelques femtosecondes (10−15 s) et avec des taux de re´pe´titions e´leve´s. Avec de
telles caracte´ristiques, il est maintenant possible d’appre´hender de nouveaux processus
non line´aires durant l’interaction laser-atome. Par exemple, un atome peut absorber des
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photons au dessus du seuil d’ionisation lorsqu’il est irradie´ par un champ laser intense. Ce
phe´nome`ne est connu sous le nom de processus ATI (“Above Threshold Ionization”) [1].
Un atome peut e´galement e´mettre des photons dont l’e´nergie sera un multiple de l’e´nergie
du photon du laser incident de forte intensite´ : c’est la ge´ne´ration d’harmoniques d’ordres
e´leve´s [2]. C’est dans ce contexte que nous allons nous inte´resser plus particulie`rement
aux processus de double ionisation des atomes d’he´lium et de be´ryllium par absorption
photonique.
Pourquoi avoir choisi d’e´tudier ces deux syste`mes atomiques ? La double ionisation de
l’atome d’he´lium en champ laser offre tout d’abord un sujet the´orique fondamental qui est
le proble`me coulombien a` trois corps. Nous sommes en effet en pre´sence de deux e´lectrons
dans le continuum et d’une troisie`me charge, qui est le noyau compose´ de Z protons. Cette
proble´matique, e´tudie´e depuis de tre`s nombreuses anne´es, n’a toujours pas de solution
standard. Ensuite, l’he´lium est une cible facilement manipulable et donc tre`s souvent
utilise´e dans les expe´riences. La double ionisation de l’he´lium par absorption d’un unique
photon a e´te´ traite´e dans d’innombrables travaux depuis de nombreuses anne´es, tant sur le
plan the´orique qu’expe´rimental. Ce n’est que re´cemment que les calculs the´oriques se sont
correctement accorde´s avec les observations expe´rimentales. La revue de Briggs et coll.
[3] datant de 2000 fait le point sur cette convergence de re´sultats, notamment a` propos
des sections efficaces diffe´rentielles. La double ionisation par absorption de deux photons
suscite quant a` elle plus d’interrogations, notamment avec des champs lasers intenses et
ultra-brefs. La non line´arite´ de ce processus met en jeu de nouvelles perspectives d’un point
de vue physique. L’absorption de deux photons arrache les deux e´lectrons de l’attraction
du noyau, laissant un ion doublement charge´. Plusieurs cheminements sont dans ce cas
possibles pour atteindre le double continuum depuis l’e´tat fondamental. Les deux photons
peuvent e´jecter directement les deux e´lectrons, mais e´galement produire un ion simplement
charge´ avec le premier photon puis l’ion He++ avec le deuxie`me photon. La caracte´risation
e´nerge´tique et angulaire de ces me´canismes est un des aspects the´oriques inte´ressant pour
comprendre la dynamique atomique non line´aire, bien que l’observation expe´rimentale
reste encore dans ce cas difficile a` mettre en place.
Concernant l’atome de be´ryllium, son e´tude est dans la continuite´ de celles mene´es sur les
syste`mes atomiques die´lectroniques simples. Cet atome de la famille des alcalino-terreux
se diffe´rencie de l’atome d’he´lium par la pre´sence de deux autres e´lectrons sur une couche
interne beaucoup plus lie´e au noyau. L’interaction de ce coeur e´lectronique sur les e´lectrons
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de valence peut eˆtre de´finie par un potentiel mode`le, me´thode analytique souvent utilise´e
en physique atomique [4]. Mettre en paralle`le le comportement de ces deux atomes soumis
a` des champs lasers intenses et brefs offre la possibilite´ d’observer de nouvelles corre´lations
e´lectroniques. De plus, avec le de´veloppement de nouvelles sources lasers, dont nous ferons
le point dans le chapitre 1, la communaute´ scientifique va bientoˆt disposer de rayonnements
capables d’ouvrir la voie a` l’e´tude de l’ionisation multiple des couches internes des atomes
complexes. Le be´ryllium, par sa configuration, en est le plus repre´sentatif.
Les traitements nume´riques de l’interaction entre un atome et un champ ont e´te´ ef-
fectue´s initialement dans le cadre de la the´orie des perturbations. Le principe est de
conside´rer le champ laser comme une faible perturbation du proble`me. L’e´tude de syste`mes
atomiques a` un e´lectron actif, soumis a` des champs peu intenses et de dure´es d’impulsions
assez longues, a alors donne´ de bons re´sultats dans ce cadre de travail [5]. Cependant,
l’augmentation de l’intensite´ des rayonnements lasers, ainsi que les dure´es d’impulsions
de plus en plus bre`ves, ont fait que cette approche s’est ave´re´e limite´e et plus difficile a`
appliquer. Des me´thodes non perturbatives ont alors vu le jour, ou` il est ne´cessaire de
re´soudre l’e´quation de Schro¨dinger de´pendante du temps. Equation fondamentale de la
physique atomique, elle re´git la dynamique d’un syste`me atomique plonge´ dans un champ
e´lectromagne´tique. Les techniques pour re´soudre cette e´quation se sont ame´liore´es au fur
et a` mesure des capacite´s sans cesse croissantes des ordinateurs. Nous ferons dans le cha-
pitre 3 un bref historique de cette e´volution. Pour notre part, nous allons utiliser une
approche non perturbative de type “spectrale”. Elle consiste a` se servir de l’ensemble des
e´tats propres de l’atome non perturbe´ pour construire les fonctions d’onde die´lectroniques
de´pendantes du temps. Il est donc ne´cessaire d’avoir a` notre disposition une me´thode de
calcul pre´cise et efficace du spectre e´lectronique de l’atome a` deux e´lectrons actifs. Les
e´tats propres die´lectroniques seront de´veloppe´s sur la base d’un produit antisyme´trise´ de
fonctions a` une particule, ou` la partie radiale est de´crite a` l’aide de fonctions B-splines.
Ces fonctions de carre´s sommables sont tre`s bien adapte´es aux calculs de structures ato-
miques et mole´culaires [6]. Ce travail se situe dans la continuite´ d’une e´tude portant sur
les processus de double excitation vers les e´tats autoionisants [7, 8]. Certains aspects tech-
niques, comme le calcul des dipoles et de la structure de l’he´lium, de´veloppe´s dans ces
deux travaux, ne seront pas de´taille´s ici.
Le travail que nous allons pre´senter dans ce document s’organise en cinq parties.
Nous allons dans un premier chapitre introductif faire un tour d’horizon des techniques
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expe´rimentales actuelles capables de produire un rayonnement cohe´rent de haute puissance
dans le domaine spectral UV-XUV, et de dure´e d’impulsion de l’ordre de la femtoseconde
ou subfemtoseconde. Ceci nous servira de point de de´part pour de´finir un mode`le semi-
classique d’une impulsion laser ayant de telles caracte´ristiques. Dans le chapitre 2, nous
de´velopperons la me´thode nume´rique utilise´e pour de´crire l’ensemble des e´nergies et e´tats
propres d’un syste`me atomique a` deux e´lectrons actifs. Le traitement non perturbatif, non
relativiste et spectral de l’interaction laser-atome sera explique´ dans le chapitre 3, ou` le
point important sera de de´finir le plus pre´cise´ment possible la re´gion du double continuum
atomique. Les deux derniers chapitres pre´senteront les re´sultats sur la double ionisation
des atomes d’he´lium et de be´ryllium en pre´sence d’un champ laser intense et bref, issus de
notre approche nume´rique. Ils concerneront en particulier des calculs de sections efficaces
totales d’ionisation, et de distribution e´nerge´tique entre les e´lectrons e´jecte´s dans le double
continuum apre`s absorption d’un photon ou de deux photons.
Chapitre 1
Les lasers UV-XUV ultra-brefs : contexte
expe´rimental et repre´sentation semi-classique
“Les hommes se pressent vers la lumie`re, non pour mieux voir, mais pour
mieux briller.”
- Friedrich Nietzsche -
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Figure 1.1: Domaine spectral des rayons X et ultra-violets
Le terme ge´ne´rique “champ laser intense et bref” utilise´ dans ce document regroupe un
nouvel ensemble de sources lasers en plein de´veloppement actuellement. Une effervescence
expe´rimentale existe depuis quelques anne´es autour de la production de rayonnements
lasers de plus en plus puissants, de longueurs d’ondes de plus en plus courtes, avec une
dure´e d’impulsion de plus en plus bre`ve. La notion de champ intense fait ici re´fe´rence a`
des faisceaux lasers dont l’e´clairement, soit le nombre de Watts par centime`tres carre´s que
va subir le milieu irradie´, est de l’ordre de 1013−1015 W/cm2 dans le domaine spectral des
rayons ultra-violets (UV) et des rayons X. Les puissances creˆtes associe´es varient entre
le gigawatt (109 Watts) et le te´rawatt (1012 Watts). Comme l’indique la figure (1.1), le
domaine UV-X se de´limite de 400 nanome`tres (10−9 me`tres) jusqu’a` 10−12 me`tres pour les
rayons X les plus lointains. Ceci correspond a` des e´nergies de photons tre`s e´leve´es, variant
de la dizaine d’e´lectrons-Volts (eV) a` 106 eV. Tout autant que la puissance de´livre´e par ces
rayonnements, le confinement ultra-bref de l’impulsion va amener une nouvelle re´flexion
au niveau des processus physiques d’interaction avec la matie`re. C’est sur ce point que
nous allons axer principalement notre e´tude. L’expression champ bref s’applique ici a` des
dure´es d’impulsions lasers de l’ordre de la femtoseconde (10−15 s), voire de l’attoseconde
(10−18 s). Cette nouvelle e´chelle de temps ouvre de nouvelles perspectives dans l’e´tude de
la dynamique des processus ultra-rapides. Pour fixer les ide´es, les temps subpicosecondes
(10−12 s) caracte´risent le mouvement des atomes dans les mole´cules. Ici, des impulsions
subfemtosecondes vont permettre de rendre accessible le mouvement des e´lectrons au sein
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des atomes [9].
Nous allons dans un premier temps faire le point sur les principales techniques expe´rimenta-
les pouvant produire de tels rayonnements. Nous nous attarderons sur le principe du laser
a` e´lectrons libres, source laser novatrice la plus puissante actuellement, ainsi que sur
le principe de la ge´ne´ration d’harmoniques d’ordres e´leve´s, de´veloppe´e notamment au
laboratoire CELIA, capable de ge´ne´rer dans un futur proche des trains d’impulsions at-
tosecondes. Dans un second temps, nous proposerons une repre´sentation semi-classique
d’un champ laser intense et bref, point de de´part de notre e´tude the´orique de l’interaction
laser-atome.
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1.2.1 Les sources actuelles de rayonnement cohe´rent
Figure 1.2: Comparaison de quelques sources lasers en fonction de leur puissance creˆte,
de leur e´nergie photonique et de leur longueur d’onde
Les sources de rayonnement cohe´rent dont dispose actuellement la communaute´ scien-
tifique peuvent eˆtre regroupe´es en trois grandes cate´gories. Nous avons tout d’abord les
sources lasers traditionnelles. Leur principe consiste a` exciter les e´lectrons d’un mi-
lieu, puis a` y de´clencher l’e´mission de photons en cascade sous forme de rayonnement.
Pour ce faire, le dispositif du laser se compose d’un re´servoir d’e´lectrons (qui peut eˆtre
solide, liquide ou gazeux) appele´ milieu actif, associe´ a` une source excitante qui e´le`ve les
e´lectrons a` des niveaux d’e´nergies supe´rieurs. Dans une seconde phase, de la lumie`re est
injecte´e dans le milieu, provoquant des collisions entre e´lectrons excite´s et photons. Lors
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de ces collisions, les e´lectrons retournent a` leur niveau d’e´nergie initial en e´mettant de
nouveaux photons. Ce processus d’e´mission stimule´e produit l’amplification de la lumie`re.
Deux miroirs situe´s aux extre´mite´s du laser re´fle´chissent les photons e´mis, la lumie`re se
densifiant a` chaque parcours. L’un des deux miroirs est semi-re´fle´chissant, ce qui permet
a` une fraction de la lumie`re d’eˆtre relaˆche´e a` chaque aller-retour. Sur la figure (1.2) est
de´fini le domaine d’action de deux lasers a` solide, le laser Ti :Sa et le laser Nd-verre. Le
premier posse`de comme milieu actif un cristal saphir (Sa) dope´ aux ions titane (Ti). La
longueur d’onde du rayonnement qu’il ge´ne`re est fixe´e par ce milieu, et correspond au
domaine de l’infrarouge. Le second est compose´ d’un verre dope´ au ne´odyme. La longueur
d’onde du rayonnement est plus grande, mais sa puissance creˆte peut atteindre 1012 Watts.
Les caracte´ristiques d’un laser de type “excimer” sont e´galement reporte´es. Dans ce cas,
on utilise un milieu gazeux compose´ ge´ne´ralement de mole´cules diatomiques (Xe2, Kr2)
excite´es par une de´charge e´lectrique.
Une deuxie`me cate´gorie regroupe les sources synchrotron de troisie`me ge´ne´ration.
Ce type de rayonnement est e´mis lorsque des e´lectrons se de´plac¸ant a` une vitesse proche
de celle de la lumie`re sont de´vie´s par un champ magne´tique. Il est mis en oeuvre dans
de grands acce´le´rateurs de particules line´aires ou circulaires. Les sources synchrotron de
premie`re ge´ne´ration datent des anne´es 1960 et 1970, et servaient a` la physique des parti-
cules. La deuxie`me ge´ne´ration regroupe dans les anne´es 1980 des installations construites
spe´cifiquement pour la production de rayonnement synchrotron. En 1992, un synchrotron
de troisie`me ge´ne´ration est construit a` l’ERSF (“European Synchrotron Radiation Facili-
ty”) de Grenoble, capable de produire un rayonnement cohe´rent. Les autres sources de ce
type sont actuellement le “spring-8” au Japon, et le synchrotron APS (“Advanced Photon
Source”) aux Etats-Unis. Comme l’indique la figure (1.2), ces sources peuvent couvrir un
large domaine en longueur d’onde, mais avec une puissance creˆte de l’ordre de 104-105
Watts.
Les sources lasers les plus prometteuses en termes de hautes puissances dans le domaine
XUV sont les lasers a` e´lectrons libres (LEL). Ce nouveau type de source laser est base´
sur la combinaison des caracte´ristiques d’une source laser traditionnelle et du rayonnement
synchrotron. L’ide´e est de remplacer le milieu amplificateur par un faisceau d’e´lectrons
relativistes produit par un acce´le´rateur de particules. Actuellement, plusieurs lasers a`
e´lectrons libres sont de´veloppe´s. Citons le “Linac Coherent Light Source” (LCLS) a` Stan-
ford, ope´rationnel en 2009, le LEL du “Massachusetts Institute of Technology” (MIT) a`
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Cambridge, le TESLA LEL au “Deutsches Elektronen-Synchrotron Laboratory” (DESY)
a` Hambourg, ou encore le projet “Berlin Electron Storage Ring for Synchrotron Radiation”
(BESSY). Nous constatons sur la figure (1.2) que les LEL vont permettre d’appre´hender
des puissances creˆtes de l’ordre du gigawatt et au-dela`, dans le domaine spectral des rayons
UV et X.
1.2.2 Principe du laser a` e´lectrons libres
Figure 1.3: Sche´ma du laser a` e´lectrons libres
Le sche`ma (1.3) nous explique de fac¸on ge´ne´rale le fonctionnement d’un laser a` e´lectrons
libres. Des paquets d’e´lectrons circulant dans un acce´le´rateur circulaire ou line´aire sont
projete´s dans une structure magne´tique appele´e onduleur. A l’inte´rieur de cet onduleur,
les e´lectrons vont acque´rir une vitesse transversale sinuso¨ıdale permettant, par le couplage
avec l’onde e´lectromagne´tique, un rayonnement laser. Celui-ci est alors amplifie´ par une
cavite´ optique, et son extraction nous donne un faisceau laser utilisable. Un autre type
de LEL est possible, cette fois-ci de´pourvu de cavite´ optique. L’amplification se fait alors
en un seul passage par SASE (“ Self-Amplification of Spontaneous Emission”) [10]. A
la diffe´rence d’un laser traditionnel ou` la longueur d’onde est fixe´e par les niveaux ato-
miques du milieu amplificateur, la longueur d’onde d’un LEL varie de fac¸on continue avec
le champ magne´tique de l’onduleur et l’e´nergie des e´lectrons. Elle s’e´crit alors de la fac¸on
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suivante :
λ =
λ0
2γ2
(
1 +
K2
2
)
(1.1)
K est le parame`tre de de´flexion de l’onduleur, γ l’e´nergie des particules normalise´e par
rapport a` leur e´nergie au repos (0.511 MeV) et λ0 la longueur d’onde de l’onduleur. L’atout
majeur d’un tel dispositif est donc son accordabilite´ en longueur d’onde. L’e´clairement du
faisceau obtenu, qui de´pend fortement du courant creˆte du faisceau d’e´lectrons, sera alors
tre`s e´leve´. Nous pouvons citer comme autres avantages la faible divergence, la polarisation,
la structure impulsionnelle ou encore la cohe´rence du faisceau. L’e´quipe de J. Andruszkow
et coll. [10] a mis en place en 2000 un laser a` e´lectrons libres de type SASE au laboratoire
DESY a` Hambourg, de longueur d’onde de 109 nanome`tres avec une dure´e d’impulsion
variant de 0.4 a` une picoseconde. Plus re´cemment, en 2002, H. Wabnitz et coll. [11] ont
e´tudie´ l’ionisation d’atomes de xe´non avec un champ laser cre´e´ par LEL de 7×1013 W/cm2,
de l’ordre de la centaine de nanome`tres et d’une dure´e d’impulsion de 100 fs.
1.3 Production d’impulsions femtosecondes et sub-
femtosecondes
Outre la course expe´rimentale vers la production de champs lasers intenses dans le
domaine UV-XUV, l’obtention d’impulsions ultra-bre`ves est un autre challenge actuel. Le
tableau (1.1) reporte les ordres de grandeurs des diffe´rents parame`tres caracte´risant les
sources lasers que nous venons de pre´senter. La dure´e d’impulsion d’un LEL, c’est-a`-dire la
dure´e pendant laquelle le rayonnement sera applique´ sur la cible, correspond en moyenne
a` la centaine de femtosecondes. C’est ce confinement ultra-bref qui va produire d’impor-
tantes puissances creˆtes. Regardons de plus pre`s les phe´nome`nes physiques capables de
produire des e´chelles de temps encore plus bre`ves.
1.3.1 La diffusion Raman stimule´e
Un processus re´cemment de´veloppe´ est base´ sur la diffusion Raman stimule´e. L’effet
Raman est un phe´nome`ne de diffusion ine´lastique de la lumie`re : lorsque la matie`re est
irradie´e par une onde e´lectromagne´tique, les photons incidents sont soit absorbe´s soit dif-
fuse´s par la matie`re. Les photons diffuse´s avec la meˆme fre´quence que celle des photons
incidents vont correspondre a` la diffusion Rayleigh e´lastique. La diffusion Raman corres-
pond aux photons diffuse´s avec une fre´quence diffe´rente. Si la fre´quence de diffusion est
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infe´rieure a` la fre´quence initiale, il y aura cre´ation de vibrations dans la mole´cule (diffusion
Raman-Stokes). Par contre, si la fre´quence de diffusion est supe´rieure a` la fre´quence ini-
tiale, cela entrainera la destruction de certaines vibrations (diffusion Raman anti-Stokes).
Nous voyons donc que l’interaction d’un faisceau laser avec les mole´cules d’un gaz va
cre´er un milieu Raman excite´. C’est a` partir de ce processus fondamental que la pro-
duction d’impulsions ultra-bre`ves peut eˆtre re´alise´e. En excitant un gaz mole´culaire avec
une premie`re impulsion laser (pompe), on peut induire une modulation de la phase d’une
deuxie`me impulsion (sonde) se propageant dans le milieu Raman excite´ et ainsi e´largir
notablement son spectre. En controˆlant le de´lai entre les deux impulsions pompe et sonde,
il est alors possible de mettre en phase les composantes spectrales de l’impulsion sonde
et de produire des impulsions subfemtosecondes. Les premie`res expe´riences base´es sur la
diffusion Raman stimule´e ont produit un train d’impulsions de 6 femtosecondes a` 400
nanome`tres [12, 13].
1.3.2 La ge´ne´ration d’harmoniques d’ordres e´leve´s
Principe
Figure 1.4: Mode`le semi-classique du processus de ge´ne´ration de photons harmoniques
Un autre processus physique, de´couvert en 1987 [2, 14], pre´sente la caracte´ristique
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d’e´mettre un spectre d’impulsions lumineuses subfemtosecondes : c’est la ge´ne´ration d’har-
moniques d’ordres e´leve´s. Ce phe´nome`ne est base´ sur la capacite´ d’un atome a` e´mettre des
photons, appele´s photons harmoniques, dont l’e´nergie sera un multiple impair de l’e´nergie
du photon du laser incident de forte intensite´. Le sche´ma (1.4) nous montre de fac¸on
simplifie´e les diffe´rentes e´tapes du processus. Le laser incident d’e´nergie ωlaser ionise le
syste`me atomique par effet tunnel. L’e´lectron e´jecte´, d’e´nergie cine´tique Ec, peut alors se
recombiner avec l’ion re´siduel sous l’action du champ et ainsi permettre l’e´mission d’un
photon harmonique ωharm. Par de´finition, on appelera harmonique d’ordre N = 2n + 1
(n e´tant un entier) le rayonnement dont l’e´nergie correspond a` N fois l’e´nergie du photon
fondamental, soit :
ωharm = N × ωlaser (1.2)
L’ordre seulement impair des harmoniques ainsi obtenues s’explique par les re`gles de
transitions dipolaires. En effet, d’apre`s la syme´trie sphe´rique des atomes, l’absorption ou
l’e´mission d’un photon par l’atome se fait entre deux e´tats dont les moments angulaires
ve´rifient ∆l = ±1.
Spectre caracte´ristique
Figure 1.5: Spectre harmonique
Le sche`ma (1.5) nous montre l’allure caracte´ristique du spectre des harmoniques. Nous
observons que le nombre de photons harmoniques e´mis en fonction de l’ordre N subit une
de´croissance sur les premie`res harmoniques d’ordres peu e´leve´s, suivie d’un plateau, et
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enfin d’une nouvelle de´croissance sur les dernie`res harmoniques appele´e “cut-off”. Une
e´tude semi-classique [15] a de´montre´ que ce “cut-off” se produit pour des photons dont
l’e´nergie ve´rifie la relation suivante :
ωcut = Ip + 3.2× Up (1.3)
Ou` Ip est le potentiel d’ionisation et Up la force ponde´romotrice. En jouant sur les pa-
rame`tres du champ laser initial, que sont la longueur d’onde et l’intensite´, nous pour-
rons alors faire varier cette e´nergie ponde´romotrice et ainsi e´largir le plateau pour at-
teindre des harmoniques d’ordres e´leve´s. Il a e´te´ remarque´ que le spectre en fre´quences
des harmoniques se traduisait dans le domaine temporel par un train d’ondes attosecondes,
lorsque l’impulsion laser fondamentale e´tait bre`ve et intense. Re´cemment, une observation
expe´rimentale de trains d’impulsions attosecondes issus de la ge´ne´ration d’harmoniques a
e´te´ faite au C.E.A. a` Saclay [16].
Au laboratoire CELIA
Figure 1.6: Spectre d’harmoniques dans l’argon obtenu expe´rimentalement au CELIA
Le laser titane-saphir de´veloppe´ au CELIA ge´ne`re des impulsions de l’ordre de 20 fs,
avec une e´nergie proche de 28 mJ par impulsion. La puissance creˆte associe´e est de l’ordre
du te´rawatt. La longueur d’onde d’e´mission se situe dans l’infrarouge a` environ 800 nm.
Le taux de re´pe´tition est de 1 kHz. La me´thode utilise´e pour obtenir des harmoniques
d’ordres e´leve´s consiste a` faire passer l’impulsion issue du laser Ti :Sa dans un capillaire
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creux rempli d’un gaz rare. Dans ce jet de gaz, les atomes sont quasiment isole´s les uns
par rapport aux autres pendant le temps d’interaction. Ils vont alors produire des photons
harmoniques dont leur e´nergie sera mesure´e en les envoyant sur un autre gaz. On mesure
alors l’e´nergie des e´lectrons e´jecte´s des atomes par absorption des photons harmoniques. La
figure (1.6) pre´sente le spectre d’harmoniques obtenu avec de l’argon, avec une e´nergie de
photon fondamental de 1.55 eV et un e´clairement de 2.1×1014 W/cm2. Le spectre consiste
en une se´rie de pics dont chaque e´nergie caracte´rise l’e´nergie des photons harmoniques
incidents. Les pics sont se´pare´s de deux fois l’e´nergie du photon fondamental. Sachant
que le potentiel d’ionisation de l’argon est e´gal a` 15.755 eV, nous pouvons alors identifier
le premier pic du graphe comme e´tant l’harmonique 23, d’apre`s les expressions (1.2) et
(1.3).
1.3.3 Se´lection d’une impulsion attoseconde unique
L’obtention d’un train d’ondes attosecondes, aussi importante soit-elle, n’est qu’une
e´tape sur la route qui nous menera vers un nouveau domaine : “la physique attoseconde”.
L’enjeu est maintenant de se´lectionner une seule impulsion du train. Un re´seau europe´en
compose´ d’une dizaine d’e´quipes travaille actuellement sur ce projet. Isoler une impulsion
permettrait de disposer d’une impulsion lumineuse vingt fois plus bre`ve que le plus rapide
des lasers classiques existants. Il existe aujourd’hui deux approches majeures pour confiner
l’e´mission harmonique en une seule impulsion. La premie`re ne´cessite une impulsion laser
fondamentale de 5 fs. En se´lectionnant spectralement les harmoniques dans la re´gion de
la coupure, qui ne sont e´mises qu’au voisinage de l’e´clairement creˆte, il est alors possible
d’obtenir une seule impulsion attoseconde. Cette technique a e´te´ mise au point a` l’Institut
fu¨r Photonik de Vienne, et permet d’observer une impulsion unique de 650 attosecondes
[17]. La deuxie`me approche est quant a` elle moins exigeante en terme de puissance du
laser incident. Elle est base´e sur la modulation temporelle de la polarisation au cours de
l’impulsion laser. En effet, l’efficacite´ de la ge´ne´ration d’harmoniques d’ordres e´leve´s est
maximale pour une polarisation line´aire du faisceau laser, moindre pour une polarisation
circulaire. La me´thode consiste alors a` faire varier la polarisation pour que celle-ci soit
line´aire uniquement a` l’e´clairement creˆte. Il existe plusieurs techniques expe´rimentales
pour faire varier continuˆment la largeur de la porte temporelle de polarisation. Citons par
exemple l’utilisation de deux impulsions de fre´quences porteuses le´ge`rement diffe´rentes et
posse´dant des polarisations orthogonales [17], ou encore l’utilisation de deux lames quart
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d’onde actuellement en de´veloppement au laboratoire CELIA [18].
1.4 Repre´sentation semi-classique du champ laser
(a) Profil temporel (b) Spectre en fre´quence
Figure 1.7: Train d’impulsions attosecondes
Nous venons de pre´senter les techniques expe´rimentales actuelles majeures de´die´es
a` la production de rayonnements UV-XUV ultra-bre`ves. La figure (1.7) nous donne de
fac¸on ge´ne´rale le profil temporel et le spectre en fre´quence d’un train d’impulsions ultra-
bre`ves. La forme spectrale est obtenue par transforme´e de Fourier du spectre temporel.
Le but est maintenant ici de trouver une repre´sentation the´orique d’une impulsion unique
qui va servir a` e´tudier les processus non line´aires agissant durant l’interaction de celle-
ci avec la matie`re, sujet qui nous pre´occupe dans ce document. Pour ce faire, elle doit
avant tout prendre en compte les caracte´ristiques essentielles des rayonnements UV-XUV
que nous venons de voir, a` savoir une intensite´ e´leve´e, des photons tre`s e´nerge´tiques et
une dure´e d’impulsion tre`s bre`ve. Un champ e´lectromagne´tique est caracte´rise´ par son
champ e´lectrique ~E(~r, t) et son champ magne´tique ~B(~r, t). Dans le cadre de notre travail,
la longueur d’onde sera suffisamment grande par rapport a` la dimension des syste`mes
atomiques irradie´s. Nous allons donc pouvoir travailler dans le cadre de l’approximation
dipolaire e´lectrique. En effet, cette approximation est valable si l’extension spatiale de
l’atome reste faible par rapport aux variations spatiales du champ e´lectrique. Nous pou-
vons alors ne´gliger ces variations a` l’e´chelle des dimensions atomiques et supposer que le
champ laser ne de´pend finalement que du temps t. De plus, dans cette approximation, le
champ magne´tique sera nul. La repre´sentation du champ e´lectrique que nous avons choisie
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Figure 1.8: Profil temporel d’une impulsion laser avec une enveloppe en cos2, d’e´nergie
de photon ω = 2 u.a., d’amplitude maximale E0 = 0.053 u.a., et de 10 cycles optiques
est alors la suivante :
~E(~r, t) ≡ ~E(t) = E0f(t)sin(ωt)~ez = E0cos2(πt
T
)sin(ωt)~ez (1.4)
ω est l’e´nergie de photon du champ, ~ez la direction de polarisation line´aire, E0 l’amplitude
maximale. Nous pouvons noter ici que d’un point de vue macroscopique, E0 varie dans
tout l’espace. Il faudrait donc calculer la valeur du champ a` chaque point de l’espace pour
comple´ter la repre´sentation. La fonction hyperbolique, ici une fonction sinus, repre´sente
les oscillations “naturelles” du champ au cours du temps. La fonction f(t), quant a` elle,
de´finie l’enveloppe temporelle qui va englober ces oscillations durant un temps total T , et
ainsi permettre de de´crire un temps de monte´e progressif jusqu’a` une intensite´ creˆte. La
dure´e totale de l’impulsion T est alors de´finie par l’expression suivante :
T =
2π
ω
ncycles (1.5)
La relation ci-dessus introduit le parame`tre ncycles, qui est le nombre de cycles optiques
du champ laser. L’intervalle de temps pendant lequel le champ va se propager sera alors
syme´trique par rapport a` t = 0, soit −T/2 ≤ t ≤ +T/2. La relation entre le champ
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e´lectrique ~E(t) et le potentiel vecteur ~A(t) est donne´e par l’expression suivante :
~E(t) = −∂
~A(t)
∂t
(1.6)
Le profil temporel d’un champ e´lectrique de´fini a` l’aide de l’expression (1.4) est donne´ sur
la figure (1.8). Dans le cas pre´sent, nous avons choisi une e´nergie de photon ω de 2 u.a.
(54.4 eV), 10 cycles optiques, et une amplitude maximale E0 e´gale a` 0.053 u.a.. La corres-
pondance entre les unite´s atomiques (u.a.), que nous allons utiliser dans ce document, et
les unite´s du syste`me international, est donne´e dans l’annexe C. Une telle amplitude de
champ correspond a` un e´clairement creˆte de 1014 W/cm2, d’apre`s la de´finition (C.9). La
Figure 1.9: Spectre en e´nergie de photon du champ laser de´fini dans la figure (1.8)
figure (1.9) repre´sente le spectre en e´nergie de photon correspondant, obtenu par trans-
forme´e de Fourier. Nous obtenons bien une impulsion unique, centre´e sur l’e´nergie ω = 2
u.a.. La largeur a` mi-hauteur de l’impulsion, appele´e largeur spectrale, est donne´e par :
∆ω =
2π
T/2
(1.7)
Avec T la dure´e totale de l’impulsion de´finie en (1.5). Graˆce a` la repre´sentation (1.4),
nous allons pouvoir faire varier les parame`tres E0, ω et ncycles directement accessibles
pour obtenir une impulsion aussi intense et bre`ve que l’on souhaite.
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Une autre forme du champ laser sera e´tudie´e dans la suite de ce document. Il s’agit
de repre´senter des impulsions a` de´rive de fre´quence [19]. Elles sont caracte´rise´es par le
fait que les diffe´rentes composantes spectrales vont subir un le´ger de´calage les unes par
rapport aux autres. On dit que l’impulsion pre´sente un glissement de fre´quence line´aire.
Ce type d’impulsion est utilise´ expe´rimentalement lors de la compression de faisceaux
lasers [20]. L’expression du champ e´lectrique qui va mode´liser ce phe´nome`ne est de la
forme suivante :
~E(t) = E0f(t)sin
[
ωt(1 +
αt
T
)
]
(1.8)
Avec α le parame`tre de´finissant le de´calage en fre´quence. Dans la litte´rature anglo-
saxonne, ce parame`tre est appele´ parame`tre de “chirp”, terme anglais signifiant gazouillis.
Ceci est l’e´quivalent des e´chos radars en acoustique : une oreille sensible aux hautes
fre´quences entendrait une sorte de gazouillis perpe´tuel produit par les vibrations acous-
tiques en de´calage de fre´quence. La figure (1.10) montre l’e´volution du profil temporel
Figure 1.10: Evolution du profil temporel suivant la valeur du parame`tre de chirp α -
Caracte´ristiques du champ laser (de´fini en (1.8)) : I = 1014 W/cm2 ; ω = 2 u.a. ; 10
cycles optiques
d’un champ e´lectrique de´fini par l’expression (1.8) en fonction de la valeur du parame`tre
de chirp. Nous observons que l’introduction de ce parame`tre produit un le´ger de´calage
au de´but et a` la fin du spectre temporel, par rapport au spectre d’une impulsion “non
22 Les lasers UV-XUV ultra-brefs
chirpe´e” (1.4). L’e´volution des spectres en e´nergie de photon dans pareils cas est observe´e
Figure 1.11: Evolution du spectre en e´nergie de photon suivant le parame`tre de chirp α
- Les caracte´ristiques du champ laser sont celles de la figure (1.10)
sur la figure (1.11). La largeur a` mi-hauteur de l’impulsion devient de plus en plus im-
portante suivant l’augmentation de la valeur du parame`tre de chirp. La dure´e effective de
l’impulsion diminue donc, d’apre`s (1.7).
Dans le chapitre 4, lorsque nous aborderons les processus d’interaction laser-atome, nous
e´tudierons l’influence de ces impulsions a` de´rive de fre´quence sur le comportement de
l’atome irradie´.
1.5 Conclusion
Nous venons de faire un bref aperc¸u de quelques me´thodes expe´rimentales re´centes
capables de produire des rayonnements lasers d’impulsions femto- ou subfemtosecondes
dans le domaine spectral UV-XUV. De telles e´chelles de temps vont permettre notam-
ment de sonder directement les effets de relaxation e´lectronique dans les atomes, et ainsi
d’aborder une nouvelle physique lors de l’interaction laser-matie`re.
La communaute´ scientifique the´orique a donc emboite´ le pas dans cette me´trologie
ultra-rapide pour essayer de de´crire les diffe´rents processus non line´aires qui vont appa-
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raitre lorsqu’une impulsion aussi bre`ve et intense va irradier un milieu dilue´. Nous avons
alors propose´ une repre´sentation semi-classique du champ laser adapte´e, premier e´le´ment
de notre repre´sentation the´orique de l’interaction laser-atome. Dans le but final d’e´tudier
la re´ponse d’un atome soumis a` un rayonnement UV-XUV ultra-bref, attachons nous
maintenant a` de´crire le syste`me atomique dans son ensemble.

Chapitre 2
Description des syste`mes atomiques a` deux
e´lectrons actifs : cas de l’he´lium et du
be´ryllium
“Se donner du mal pour les petites choses, c’est parvenir aux grandes, avec le
temps.”
- Samuel Beckett -
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2.1 Introduction
Nous avons choisi dans ce document de nous inte´resser a` des syste`mes atomiques
posse´dant deux e´lectrons dits “actifs”, c’est-a`-dire ou` seulement deux e´lectrons vont par-
ticiper aux processus d’interaction avec le champ laser que nous allons appliquer. Plus
particulie`rement, nous allons e´tudier l’atome d’he´lium. Dans ce cas, nous abordons un
proble`me a` trois corps : deux e´lectrons et un noyau de charge Z = 2 u.a.. Une description
pre´cise d’un tel syste`me ne´cessite la prise en compte des diffe´rentes interactions se pro-
duisant entre les trois entite´s. Une force e´lectrostatique, de´finie par un potentiel central,
est exerce´e par le noyau sur chacun des deux e´lectrons. De plus, ces derniers subissent une
re´pulsion e´lectrostatique l’un par rapport a` l’autre. L’illustration du roˆle pre´ponde´rant
de l’interaction e´lectron-e´lectron peut eˆtre faite en observant la position de l’e´nergie fon-
damentale de l’atome d’he´lium. En supprimant cette force re´pulsive, c’est-a`-dire si nous
conside´rons un mode`le a` e´lectrons inde´pendants, la valeur e´nerge´tique de cet e´tat sera de
−4 u.a.. Il faut comparer ce re´sultat a` la valeur litte´rale, qui est de −2.903724 u.a. [21].
Nous constatons de fac¸on e´vidente que la description des corre´lations entre les e´lectrons va
eˆtre un de´fi majeur dans l’obtention d’une repre´sentation correcte du spectre e´lectronique
du syste`me atomique. C’est pour cette raison que nous avons choisi de de´velopper une
me´thode nume´rique qui va prendre en compte ce terme de fac¸on tre`s pre´cise. Nous allons
e´galement nous pencher sur la description de l’atome de be´ryllium. Ce syste`me atomique
est compose´ d’un noyau de charge Z = 4 u.a., de deux e´lectrons sur la couche externe
2s, mais e´galement de deux e´lectrons sur la couche interne 1s. Nous verrons dans un
prochain chapitre que l’ionisation des e´lectrons de la couche 2s peut se produire avec des
e´nergies de photons de l’ordre de 15 eV, tandis que les e´lectrons de la couche plus interne
1s seront atteints avec des photons beaucoup plus e´nerge´tiques d’environ 160 eV. Ainsi,
nous allons supposer que l’interaction du champ laser avec la couche 1s et avec la couche
2s sont deux phe´nome`nes qui ne vont pas interfe´rer entre eux. Nous allons donc pouvoir
“geler” la configuration d’une couche e´lectronique suivant la fre´quence du champ laser
applique´e, et ainsi se retrouver dans le cas d’un syste`me atomique a` deux e´lectrons actifs,
au meˆme titre que l’atome d’he´lium. L’interaction de la couche gele´e sur la couche active
sera repre´sente´e par un potentiel mode`le, me´thode analytique souvent utilise´e en physique
atomique [4].
Diffe´rentes me´thodes nume´riques ont e´te´ de´veloppe´es pour de´crire des syste`mes ato-
miques die´lectroniques. Nous pouvons citer comme exemple le mode`le SAE (“Single Ac-
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tive Electron”) [22, 23]. Il consiste a` geler la configuration d’un e´lectron, et ainsi de
ne conside´rer que les processus d’excitation ou d’ionisation de l’autre e´lectron. Cette
repre´sentation est relativement peu pre´cise car le terme de corre´lations e´lectron-e´lectron
n’est pas correctement de´fini. Une autre approche, e´galement utilise´e, se base sur l’in-
teraction de configurations d’orbitales monoe´lectroniques [24, 25]. Le spectre du syste`me
die´lectronique est alors de´veloppe´ sur le produit de deux orbitales a` un e´lectron. Cette
me´thode est assez efficace, mais perd en pre´cision au niveau de la repre´sentation de
l’e´tat fondamental. En effet, la base des configurations monoe´lectroniques est “tronque´e”
pour des raisons pratiques, ce qui entraˆıne une moins bonne description des corre´lations
e´lectroniques. Pour notre part, nous avons opte´ pour une approche le´ge`rement diffe´rente.
Nous allons calculer l’ensemble des e´nergies et e´tats propres du syste`me atomique par
une me´thode de configuration d’interaction de fonctions die´lectroniques. L’e´quation de
Schro¨dinger non relativiste, inde´pendante du temps, repre´sentant le syste`me atomique,
est alors re´solue sur la base de ces fonctions die´lectroniques. Celles-ci sont de´veloppe´es
sur un produit antisyme´trise´ de fonctions monoe´lectroniques. D’autres travaux ont de´ja`
utilise´ ce type d’approche [26], mais l’originalite´ que nous proposons re´side dans le choix
des fonctions de´crivant la partie radiale des fonctions d’onde atomiques de bases. Nous
utilisons des fonctions B-splines [27], outils nume´riques tre`s bien adapte´s aux calculs de
structures atomiques et mole´culaires [6]. La de´composition de la partie radiale des fonc-
tions d’onde sur des fonctions Sturmiennes a e´galement e´te´ re´alise´e [28], ou encore sur une
grille de points [29].
Le plan de ce chapitre s’oriente en trois parties. Dans un premier temps, nous al-
lons de´finir les termes du Hamiltonien repre´sentant la structure e´lectronique des atomes
d’he´lium et de be´ryllium dans leur ensemble. Nous e´tudierons alors la base d’e´tats dans
laquelle nous allons faire notre e´tude, celle-ci e´tant de´finie par les proprie´te´s des fonc-
tions B-splines. Dans un second temps, nous allons pre´senter l’approche nume´rique qui va
re´soudre l’e´quation de Schro¨dinger inde´pendante du temps associe´e au syste`me atomique.
Nous finirons ce chapitre en pre´sentant les spectres e´nerge´tiques des atomes d’he´lium et
de be´ryllium obtenus par notre me´thode.
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2.2 Structure e´lectronique
Nous pre´sentons dans cette section les diffe´rentes composantes du Hamiltonien total
non relativiste de´crivant un syste`me atomique a` deux e´lectrons actifs. Dans le cas du
be´ryllium, l’influence du coeur e´lectronique sera repre´sente´e a` l’aide d’un potentiel mode`le.
Nous e´tudierons ensuite la base de fonctions B-splines utilise´e pour repre´senter le syste`me
atomique.
2.2.1 Description du Hamiltonien die´lectronique
Figure 2.1: Sche´ma d’un syste`me atomique die´lectronique
L’e´quation de Schro¨dinger inde´pendante du temps de´crivant un syste`me atomique
die´lectronique s’e´crit sous la forme suivante :
(H− ES,L,M)ψS,L,M(~r1, ~r2) = 0 (2.1)
H est le Hamiltonien total, qui se de´compose ainsi :
H = h1 + h2 + I1,2 (2.2)
Le terme hi, avec i = 1 ou 2, est le Hamiltonien repre´sentant un syste`me atomique a` un
seul e´lectron i. Il s’e´crit d’un point de vue non relativiste sous la forme suivante :
hi = Ec + Ep =
~pi
2
2me
− Ze
2
ri
(2.3)
Il correspond a` la somme de l’e´nergie cine´tique Ec et de l’e´nergie potentielle Ep de l’e´lectron
i. Le terme cine´tique peut se re´e´crire ainsi :
Ec =
~pi
2
2me
= − ~
2
2me
∆i (2.4)
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Le terme d’e´nergie potentielle Ep repre´sente l’interaction coulombienne entre le noyau
et l’e´lectron. Il caracte´rise la force e´lectrostatique de la charge Ze du noyau, e e´tant la
charge fondamentale d’un proton, agissant sur chacun des e´lectrons. En utilisant les unite´s
atomiques de´finies dans l’annexe C, le Hamiltonien de´crivant un syste`me a` un e´lectron
s’e´crit finalement sous la forme suivante :
hi = −1
2
∆i − Z
ri
(2.5)
L’interaction entre les deux e´lectrons est repre´sente´e par le terme I1,2 dans le Hamil-
tonien H (2.2). Il va de´crire les corre´lations e´lectron-e´lectron, c’est-a`-dire la re´pulsion
e´lectrostatique entre les deux e´lectrons du syste`me atomique se´pare´s par la distance
|~r1 − ~r2|. Le sche`ma (2.1) de´finit les longueurs r1 et r2, distances entre le noyau et les
e´lectrons, et e´galement l’angle Θ12 entre les e´lectrons. Ainsi, la combinaison des variables
ri et Θ12 va entraˆıner diffe´rents types de corre´lations e´lectroniques au sein de l’atome.
Regardons l’expression du terme d’interaction I1,2 en unite´s atomiques :
I1,2 =
1
|~r1 − ~r2| =
∞∑
l=0
(r<)
l
(r>)l+1
Pl(cosΘ12) (2.6)
=
∞∑
l=0
4π
2l + 1
+l∑
m=−l
(r<)
l
(r>)l+1
Ym∗l (θ1, φ1)Yml (θ2, φ2) (2.7)
r< et r> sont respectivement la valeur minimale et maximale du couple (r1, r2). Pl(cosΘ12)
est un polynoˆme de Legendre, et Yml (θi, φi) est une fonction harmonique sphe´rique. Le
premier terme de la somme sur le moment angulaire l, soit l = 0, va nous donner un
terme purement radial, puisque la de´finition des polynoˆmes de Legendre nous dit que
Pl=0(cosΘ12) = 1. Il repre´sente les effets de corre´lations radiales e´lectron-e´lectron, ou
encore appele´s effets d’e´cran. Dans ce proble`me a` trois corps, un e´lectron ne va pas subir
les effets de la charge globale Z du noyau, mais les effets de la charge e´crante´e par l’autre
e´lectron. D’autres corre´lations e´lectroniques, de types angulaires, seront prises en compte
avec les termes d’ordres supe´rieurs de la somme (2.7).
Le HamiltonienH (2.2) non relativiste de´crit donc le syste`me atomique dans son ensemble.
Il est adapte´ aux atomes die´lectroniques, tel que l’atome d’he´lium, et aux ions de types
he´liumo¨ıdes (B3+, Ne8+, . . .) ou` seulement deux e´lectrons “cohabitent” avec le noyau.
Cependant, la notion de syste`me a` deux e´lectrons actifs peut eˆtre e´tendue a` d’autres
syste`mes atomiques plus complexes, tels que la famille des alcalino-terreux. L’atome de
be´ryllium est le cas le plus repre´sentatif de ce groupe ; en plus de deux e´lectrons de valence
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sur la couche externe 2s, cet atome posse`de deux autres e´lectrons sur la couche plus interne
1s (repre´sente´s en pointille´s sur le sche`ma 2.1). Nous allons voir dans ce qui suit qu’une
extension de la me´thode que nous venons de pre´senter va permettre de de´crire ce type
d’atome comme un syste`me die´lectronique.
2.2.2 Potentiel mode`le et me´thode du “pseudo-potentiel”
Afin de de´crire la structure e´lectronique du be´ryllium, nous repartons de l’expression
du Hamiltonien total H de´finie en (2.2). Pour prendre en compte le coeur e´lectronique
1s2 de cet atome, il est ne´cessaire d’effectuer quelques approximations. En premier lieu,
nous allons conside´rer que la configuration des e´lectrons sur la couche interne 1s est gele´e
par rapport a` la configuration des e´lectrons 2s. Cela revient a` dire qu’il est impossible
aux e´lectrons 1s2 de changer d’e´tat sous l’action du champ exte´rieur. Cette premie`re
approximation restera valide tant que la fre´quence du champ n’est pas suffisante pour
atteindre le coeur e´lectronique. Ainsi, nous avons un syste`me die´lectronique constitue´
d’un ensemble “noyau+coeur” et seuls les deux e´lectrons 2s seront qualifie´s “d’actifs”. La
deuxie`me approximation concerne maintenant la prise en compte de l’interaction de ce
coeur e´lectronique sur chacun des e´lectrons actifs. Le Hamiltonien a` un e´lectron va alors
s’e´crire de la fac¸on suivante :
h
′
i = hi + VM(i) (2.8)
Avec hi de´fini en (2.5). VM(i) est le potentiel mode`le de´crivant les effets du coeur 1s
2
sur l’e´lectron de valence i. Son expression est issue d’une approche Hartree-Fock [30], qui
utilise comme point de de´part l’expression suivante :
VM(i) = 2V
d(i)− V ex(i) (2.9)
Le terme V d(i) est le potentiel e´lectrostatique cre´e´ par l’e´lectron de coeur 1s(i). Le terme
V ex(i) est un potentiel qui prend en compte les effets d’e´changes possibles entre l’e´lectron
de valence et les e´lectrons de coeur. L’e´tude [30] a montre´ que VM(i) pouvait eˆtre repre´sente´
par la forme suivante :
VM(i) = 2V
d(i) = 2〈φ1s(j)| 1
rij
|φ1s(j)〉 (2.10)
Ou` φ1s(j) sont des fonctions hydroge´no¨ıdes. La forme finale du potentiel mode`le s’e´crit
alors en unite´s atomiques :
VM(i) =
2
ri
− 2
ri
(1 + αri)e
−2αri (2.11)
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Le parame`tre α de´fini la charge effective du syste`me. Il est ajuste´ de telle fac¸on que la
deuxie`me valeur propre du Hamiltonien h
′
i (2.8) co¨ıncide avec la valeur expe´rimentale de
l’e´nergie du Be+(2s). En prenant α = 2.33371, nous obtenons un re´sultat de −0.6665 u.a.,
en bon accord avec la valeur expe´rimentale −0.6692 u.a. [21].
Une dernie`re approximation est ne´cessaire pour avoir une bonne repre´sentation de la
structure e´lectronique de l’atome de be´ryllium. Les fonctions d’onde die´lectroniques, so-
lutions de la diagonalisation du Hamiltonien total H, vont eˆtre caracte´rise´es par la forme
(nl1, n
′l2), avec l1 et l2 les moments angulaires respectifs des deux e´lectrons de valence.
A priori, rien ne nous empeˆche ici d’obtenir des solutions de la forme (1s, n′l2), ce qui va
eˆtre en contradiction avec le principe d’exclusion de Pauli qui stipule que :
Dans tout mode`le a` e´lectrons inde´pendants, deux e´lectrons ne peuvent jamais
eˆtre de´crits par (ne peuvent jamais occuper) la meˆme spin-orbitale, ou une
orbitale donne´e ne peut pas eˆtre occupe´e par plus de deux e´lectrons.
Il peut en effet y avoir non respect de ce principe pour le cas du be´ryllium car cet atome
posse`de de´ja` deux e´lectrons de coeur sur l’orbitale 1s. Pour e´liminer les e´tats n’ayant pas
de sens physique, nous introduisons alors le potentiel Vps dans le Hamiltonien total H
(2.2), de´fini comme suit :
Vps = M × P = M(P (1) + P (2)− P (1)P (2)) (2.12)
M est un grand nombre arbitraire et nous de´finissons l’ope´rateur de projection P sous la
forme suivante :
P (i) = |1s(i) >< 1s(i)| (2.13)
Avec |1s(i) > e´tat propre du Hamiltonien h′i (2.8). Cette forme de potentiel est issue de
la me´thode dite de “pseudo-potentiel”. Elle est utilise´e entre autres pour calculer les e´tats
autoionisants [31]. L’ajout du potentiel Vps au Hamiltonien du syste`me va de´placer les
e´tats non-physiques vers le haut du spectre e´nerge´tique, et conservera ainsi dans le bas
du spectre les ve´ritables e´tats de valence.
Nous venons de repre´senter l’atome de be´ryllium sous la forme d’un coeur e´lectronique
1s2 gele´ et de deux e´lectrons actifs 2s2. En utilisant cette approche, nous pourrons ainsi
e´tudier l’ionisation des e´lectrons de valence du syste`me, processus possible avec des e´nergies
de photons de l’ordre de 15 eV. A ces e´nergies, nous ve´rifierons que l’ionisation du coeur
e´lectronique est ne´gligeable. Graˆce au de´veloppement de nouvelles sources lasers tre`s puis-
santes, dont nous avons parle´s dans le chapitre pre´ce´dent, il est maintenant possible de
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produire des photons tre`s e´nerge´tiques capables d’atteindre ce coeur e´lectronique. Dans
le cas du be´ryllium, des photons de l’ordre de 160 eV sont ne´cessaires pour ioniser un
e´lectron 1s. Avec des longueurs d’ondes correspondantes tre`s courtes, de l’ordre de la di-
zaine de nanome`tres, la proble`matique se retrouve inverse´e : les e´lectrons de valence vont
devenir “spectateurs” lors des processus d’ionisation, tandis que le coeur e´lectronique sera
“actif”. La notion de potentiel mode`le de´finie en (2.10) peut e´galement s’appliquer dans
ce cas de figure. L’interaction entre les e´lectrons 2s2 gele´s et l’e´lectron de coeur i est alors
repre´sente´e par le potentiel mode`le suivant :
V
′
M(i) = 2〈φ2s(j)|
1
rij
|φ2s(j)〉 (2.14)
=
2
ri
− 2
ri
(1 +
3
4
α′ri +
1
4
α′
2
r2i +
1
8
α′
3
r3i )e
−α′ri (2.15)
Pour que notre repre´sentation the´orique reste cohe´rente, le parame`tre α′ de´fini dans
l’e´quation ci-dessus sera calibre´ sur la valeur expe´rimentale de l’orbitale 2s. Dans ce
cas, α′ = 2.30918 donnera un bon accord entre e´nergie calcule´e et e´nergie expe´rimentale
(−α
2
2×4
= −0.6665 u.a.). De plus, nous modifierons e´galement la forme du potentiel Vps
(2.12) pour cette fois-ci “empeˆcher” de peupler les e´tats de valence 2s de´ja` occupe´s. Il
s’e´crira alors sous la forme suivante :
Vps =M(|2s(1) >< 2s(1)|+ |2s(2) >< 2s(2)|
− |2s(1) >< 2s(1)|2s(2) >< 2s(2)|)
(2.16)
2.2.3 Les fonctions de base
Les e´tats propres de l’e´quation de Schro¨dinger inde´pendante du temps de´finie en (2.1)
sont caracte´rise´s par le spin total S, le moment angulaire total L et par le moment
magne´tique total M, et s’e´crivent sous la forme suivante :
ψS,L,Mj (~r1, ~r2) =
n′∑
i=1
cj,S,L,Mi φ
S,L,M
i (~r1, ~r2) (2.17)
n′ est le nombre total d’e´tats conside´re´s. Les fonctions de base φS,L,Mi (~r1, ~r2) sont des
produits antisyme´trise´s de fonctions monoe´lectroniques. En effet, le principe d’exclusion
de Pauli, cite´ plus haut, impose que la fonction d’onde totale d’un syste`me a` deux e´lectrons
actifs doit eˆtre antisyme´trique dans l’e´change des e´lectrons. Les fonctions de base s’e´crivent
alors sous la forme suivante :
φS,L,Mi (~r1, ~r2) =
Bn(r1)
r1
Bm(r2)
r2
Y L,Ml1,l2 (Ω1,Ω2) + (−1)S
Bn(r2)
r2
Bm(r1)
r1
Y L,Ml1,l2 (Ω2,Ω1) (2.18)
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L’indice i est associe´ ici a` un ensemble de parame`tres (n,m, l1, l2) donne´. La partie an-
gulaire des fonctions de base est repre´sente´e par des fonctions harmoniques sphe´riques a`
deux particules Y L,Ml1,l2 (Ω1,Ω2). Ce sont des e´tats propres des ope´rateurs
~L2 et Lz, ou` L
est le moment cine´tique total. Elles s’e´crivent, a` l’aide des coefficients de Clebsch-Gordan
[32], sous la forme d’un produit de fonctions harmoniques sphe´riques a` une particule :
Y L,Ml1,l2 (Ω1,Ω2) =
l1∑
m1=−l1
〈
l1m1l2M −m1|LM
〉 Ym1l1 (Ω1) YM−m1l2 (Ω2) (2.19)
La partie radiale des fonctions (2.18) est repre´sente´e par des fonctions B-splines note´es
Bki (r) [27]. Une revue re´cemment publie´e [6] de´crit leurs diverses proprie´te´s, tre`s bien
adapte´es a` notre proble´matique. Nous rappelons juste la construction ge´ne´rale des B-
splines ainsi que leurs proprie´te´s principales dans l’annexe A. D’un point de vue ge´ne´ral,
nous pouvons dire que :
Les fonctions B-splines Bk
i
(r) d’ordre k sont des polynoˆmes par mor-
ceaux d’ordre k-1 de´finis dans une re´gion finie de l’espace.
Le choix, arbitraire, d’utiliser de telles fonctions est guide´ par le fait qu’elles vont confiner
notre e´tude dans un espace radial fini [r = 0, r = Rmax], a` savoir une sphe`re dont l’ex-
tension radiale sera limite´e par le rayon Rmax. A l’inte´rieur de cette sphe`re, Nb fonctions
B-splines seront de´finies non nulles sur leurs supports respectifs. Le rayon de la sphe`re
sera ainsi de´coupe´ en intervalles dont la re´partition de´pendra d’une se´quence de points
d’arreˆts choisie, tout en respectant la continuite´ en ces points. Cette repre´sentation va
ainsi permettre une bonne description de l’ensemble des e´tats die´lectroniques, que ce soit
les e´tats lie´s, localise´s pre`s de l’origine de la sphe`re, ou les e´tats des simples et double
continua.
2.3 Approche nume´rique
Apre`s avoir de´fini l’espace nume´rique dans lequel nous allons de´crire la structure ato-
mique die´lectronique, il ne nous reste plus qu’a` diagonaliser l’e´quation de Schro¨dinger
(2.1) afin d’obtenir les e´nergies et e´tats propres du syste`me. Nous n’allons pas nous atta-
cher ici a` de´tailler point par point les diffe´rentes e´tapes de calcul [7], mais plutoˆt a` donner
un aperc¸u ge´ne´ral de la me´thode de re´solution base´e sur une repre´sentation matricielle
des diffe´rentes composantes du proble`me. Nous nous attarderons plutoˆt sur un parame`tre
jouant un roˆle important dans notre approche : la densite´ des e´tats du continu.
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2.3.1 Repre´sentation matricielle du proble`me
Rappelons l’e´quation a` re´soudre en notation “bra-ket” :
H|ψS,L,M〉 = ES,L,M |ψS,L,M〉 (2.20)
En remplac¸ant dans cette e´quation les vecteurs propres par leurs expressions de´finies en
(2.17), et en projetant a` gauche sur le bra 〈φS,L,Mj |, nous obtenons l’expression suivante :
n′∑
i=1
cS,L,Mi 〈φS,L,Mj |H|φS,L,Mi 〉 = ES,L,M
n′∑
i=1
cS,L,Mi 〈φS,L,Mj |φS,L,Mi 〉
∀j = 1, n′
(2.21)
Calculer les couples de donne´es
[
ES,L,M , {cS,L,Mi }n′1
]
revient alors a` re´soudre le proble`me
aux valeurs propres ge´ne´ralise´es suivant :
HC = ES,L,MSC (2.22)
Avec
H = {hi,j}n′i,j=1 hi,j =〈φS,L,Mj |H|φS,L,Mi 〉 (2.23)
S = {si,j}n′i,j=1 si,j = 〈φS,L,Mj |φS,L,Mi 〉 (2.24)
C = {cS,L,Mi }n
′
i=1 (2.25)
La matrice S est appele´e matrice de “recouvrement”. Elle apparaˆıt dans les calculs a`
cause de la non-orthogonalite´ des fonctions B-splines. Dans le cas de l’atome d’he´lium, les
e´le´ments de la matrice hamiltonienne totale H s’e´crivent de la forme suivante :
hij = 〈φS,L,Mj |h1 + h2 + I1,2|φS,L,Mi 〉 (2.26)
De part la forme explicite des fonctions de base φS,L,Mi (2.18), les diffe´rentes inte´grales
intervenant dans le calcul des e´le´ments (2.26) vont porter sur les fonctions B-splines. De
plus, le Hamiltonien re´duit pour un e´lectron i s’e´crit :
hreduiti = −
1
2
d2
dr2i
+
li(li + 1)
2r2i
− Z
ri
(2.27)
Nous constatons donc que nous avons a` faire a` quatre types d’inte´grales simples lors de
la re´solution de l’e´quation aux valeurs propres ge´ne´ralise´es (2.22), qui sont :
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- le terme cine´tique :
∫ Rmax
0
Bi(r)
d2
dr2
Bj(r)dr
- la barrie`re centrifuge :
∫ Rmax
0
Bi(r)
1
r2
Bj(r)dr
- le potentiel e´lectrostatique :
∫ Rmax
0
Bi(r)
1
r
Bj(r)dr
- le terme de recouvrement :
∫ Rmax
0
Bi(r)Bj(r)dr
Ces inte´grales peuvent eˆtre facilement re´solues graˆce a` la me´thode d’inte´gration de Gauss-
Legendre. En effet, les B-splines e´tant des fonctions polynomiales de´finies par morceaux,
cette me´thode permet de calculer exactement des inte´grales de polynoˆmes.
La partie radiale du terme matriciel d’interaction die´lectronique, la plus complexe, fait
quant a` elle intervenir une inte´grale double :∫ Rmax
r1=0
∫ Rmax
r2=0
Bi(r1)Bj(r2)
(r<)
l
(r>)l+1
Bi′(r1)Bj′(r2)dr1dr2 (2.28)
La re´solution de (2.28) est e´galement base´e sur la me´thode de Gauss-Legendre, en utilisant
le de´veloppement du terme 1/|~r1− ~r2| de´fini en (2.7), ainsi que les proprie´te´s relatives aux
coefficients de Clebsch-Gordan et aux coefficients 3j [32]. De fac¸on plus ge´ne´rale, le calcul
de ce type d’inte´grale est explique´ dans la section 10.3 de la revue [6].
Dans le cas de l’atome de be´ryllium, l’ajout d’un potentiel mode`le ne va pas apporter de
grosses demandes en calculs supple´mentaires dans la re´solution de l’e´quation aux valeurs
propres ge´ne´ralise´es (2.22). Les nouveaux e´le´ments seront en effet de la forme suivante :∫ Rmax
0
Bi(r)(VM(r) + Vps)Bj(r)dr (2.29)
Avec VM(r) de´fini en (2.11) ou en (2.15), Vps en (2.12).
2.3.2 Discre´tisation des e´tats du continu
La re´solution du proble`me aux valeurs propres ge´ne´ralise´es (2.22) nous permet d’ob-
tenir les e´nergies et les fonctions d’onde d’un syste`me atomique a` deux e´lectrons actifs.
La particularite´ d’avoir pris des fonctions B-splines comme base radiale nous a amene´ a`
confiner notre syste`me dans une “boˆıte” radiale de dimension finie Rmax. Cela e´quivaut
a` “empeˆcher” les fonctions d’onde de s’e´tendre a` l’exte´rieur de cet espace en plac¸ant
une barrie`re de potentiel infinie a` la borne r = Rmax. Cette me´thode de calcul, dite de
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discre´tisation, va ainsi nous renvoyer l’ensemble des e´nergies du syste`me sous une forme
“discre´tise´e”. Les solutions dont l’e´nergie est infe´rieure a` l’e´nergie du premier seuil d’io-
nisation correspondront aux e´tats lie´s de l’atome. Par de´finition, leur spectre est discret ;
nous obtiendrons alors directement ces e´nergies par la diagonalisation du proble`me aux
valeurs propres. En ce qui concerne les solutions dont l’e´nergie est situe´e au dessus du
seuil d’ionisation, le spectre de ces e´tats sera e´galement obtenu de fac¸on discre`te. Pour
que ces solutions soient interpre´te´es comme une repre´sentation du continu atomique, nous
allons admettre que chacune d’entre elles de´crit une bande d’e´tats du continu de largeur
∆E, comme l’indique le sche`ma (2.2). Dans ce cas, les fonctions d’onde obtenues sont
Figure 2.2: Repre´sentation sche´matique de la discre´tisation des e´tats du continu
orthonorme´es sur les indices, soit :
〈ψi|ψj〉 = δi,j (2.30)
Afin d’e´tudier a` partir de ces fonctions d’onde des grandeurs ayant un sens physique,
comme par exemple des sections efficaces d’ionisation, il faut les normaliser. Nous avons
choisi d’utiliser la normalisation sur l’e´chelle des e´nergies, soit :
〈ψE|ψE′〉 = δ(E − E ′) (2.31)
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Le but est maintenant de trouver le facteur multiplicatif qui fera passer de la normalisation
sur l’indice a` celle sur l’e´chelle des e´nergies. Pour cela, nous avons utilise´ la me´thode de
normalisation de Landau, parfaitement adapte´e a` notre proble´matique [33]. Nous obtenons
alors la relation suivante :
ψEi =
√
ρ(Ei)ψi (2.32)
Ou` ρ(Ei) est la densite´ des e´tats du continu. Elle peut eˆtre approxime´e par la fonction
suivante :
ρ(Ei) =
∣∣∣∣ 2Ei+1 − Ei−1
∣∣∣∣ (2.33)
Le continuum simple du type 1skl est facilement normalise´ sur l’e´chelle des e´nergies sui-
vant l’application directe de l’expression (2.33). Les continua multiples, par exemple 2skp,
2pks, 2pkd et 1skp pour L = 1, ne´cessitent un traitement plus complexe [6]. Le double
continuum, qui est intrique´ avec le simple continuum, n’est pas normalisable sans approxi-
mation dans notre approche.
Un des grands avantages d’avoir utilise´ des fonctions B-splines comme base de la me´thode
est que la densite´ d’e´tats va pouvoir eˆtre ajuste´e facilement en faisant varier les pa-
rame`tres Nb et Rmax. Pour ve´rifier cela, regardons le comportement asymptotique des
fonctions d’onde du continu, de´fini comme suit [34] :
UE,l(r) ≃r→∞ sin(kr + Z
r
ln(2kr)− lπ
2
+ argΓ(l + 1− iZ
k
) + σl) (2.34)
Avec l le moment angulaire de l’e´lectron libre, Z la charge du noyau, k l’impulsion de
l’e´lectron dans le continu (k =
√
2E en unite´s atomiques) et σl le de´phasage non coulom-
bien. La condition aux limites impose´e par les fonctions B-splines implique que toutes les
fonctions radiales re´duites (2.34) sont nulles en r = 0 et en r = Rmax. Ainsi, une fonction
d’onde d’e´nergie E = k2/2 doit satisfaire la relation suivante :
kRmax +
Z
k
ln(2kRmax)− lπ
2
+ argΓ(l + 1− iZ
k
) + σl = nπ (2.35)
Avec n un entier. Cette e´quation de´finie une relation entre l’e´nergie et un parame`tre
discret n, parame`tre qui correspond a` l’indice discret des solutions discre´tise´es (voir sche`ma
(2.2)). En premie`re approximation, quand kRmax est plus grand que les autres termes de
l’expression (2.35), nous obtenons comme expression de l’e´nergie :
En ≃ n
2π2
2R2max
(2.36)
2.3 Approche nume´rique 39
La densite´ d’e´tats peut alors eˆtre de´finie de la fac¸on ge´ne´rale suivante :
ρ(E) =
∂n
∂En
(2.37)
Ce qui nous donne, d’apre`s (2.36) et (2.37) :
ρ(E) =
1
π
√
2
Rmax√
E
(2.38)
La relation (2.38) correspond au cas ide´al ou` un nombre suffisant Nb de fonctions B-splines
est conside´re´. Nous constatons finalement que la densite´ d’e´tats est proportionnelle a` la
dimension de la boˆıte. Un bon accord entre la dimension Rmax et le nombre de B-splines
va donc permettre de jouer sur la finesse de la densite´ d’e´tats. Nous avons repre´sente´ sur
Figure 2.3: Densite´ des e´tats du simple continu de He+
la figure (2.3) la densite´ des e´tats du simple continuum de He+, suivant deux couples de
parame`tres [Rmax;Nb] diffe´rents, et nous la comparons avec la densite´ “ide´ale” de´finie en
(2.38). Nous remarquons qu’un nombre trop faible de fonctions B-splines par rapport a` la
taille de la boˆıte ne donnera pas une densite´ d’e´tats suffisante pour de´crire correctement
des e´tats de hautes e´nergies. Le choix ade´quat des parame`tres de la base nume´rique sera
discute´ dans la section suivante.
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2.4 Re´sultats
2.4.1 Spectres e´nerge´tiques de l’he´lium et du be´ryllium
Nous venons de de´finir une me´thode nume´rique, base´e sur les proprie´te´s des fonctions
B-splines, afin de pouvoir de´crire les spectres e´lectroniques d’un syste`me atomique a` deux
e´lectrons actifs. Les parame`tres importants qui vont caracte´riser une base de travail seront
la borne maximale Rmax, le nombre de fonctions B-splines Nb, la se´quence de points
d’arreˆts, l’ordre k des polynoˆmes, ainsi que les paires de moments angulaires (l1, l2) des
e´lectrons actifs du syste`me. L’ordre Ndim des matrices intervenant dans les calculs de
l’e´quation aux valeurs propres (2.22) sera alors de´fini de la fac¸on suivante :
Ndim = nid × Nb(Nb + 1)
2
+ ndiff ×N2b (2.39)
Avec nid (ndiff ) le nombre de couples angulaires ou` l1 = l2 (l1 6= l2). Pour calculer les
e´nergies et e´tats propres du proble`me, il va donc falloir prendre en compte la capacite´ de
la machine a` stocker des matrices de dimension Ndim ×Ndim. Ceci va alors nous imposer
un nombre limite´ de B-splines et de couples angulaires (l1, l2) pour une base donne´e. De
plus, il faut e´galement ne pas oublier que la densite´ de fonctions B-splines par unite´ de
longueur, soit Nb/Rmax, doit eˆtre assez importante pour de´finir correctement la structure
e´lectronique. En prenant en compte ces diffe´rents e´le´ments, nous avons opte´ pour deux
bases de travail ; elles sont pre´sente´es dans les tableaux (2.1)(a) et (2.1)(b). La base
nume´rique (2.1)(a), qui sera note´e base I par la suite, posse`de un rayon Rmax e´gal a`
50 u.a., et 50 fonctions B-splines d’ordre k = 7 re´parties sur une se´quence de points
d’arreˆts line´aire. La densite´ de B-splines par unite´ de longueur est e´gale a` 1 u.a.. Le
moment angulaire total L maximal pris en compte est 3. Les couples angulaires (l1, l2)
possibles pour chaque syme´trie L sont e´galement donne´s, ainsi que l’ordre des matrices
Ndim associe´. La base nume´rique (2.1)(b), note´e base II, est quant a` elle de dimension
plus re´duite, avec Rmax = 30 u.a., mais sa densite´ de B-splines par unite´ de longueur
est plus importante. Le nombre de couples angulaires par syme`trie L est e´galement plus
important. Utiliser deux bases diffe´rentes nous permettra de ve´rifier la convergence de nos
re´sultats dans la suite de ce document. De plus, la spe´cificite´ de chacune d’entre elles va
e´galement jouer sur leur choix dans l’e´tude a` faire. La base I, dote´e d’un espace radial plus
conse´quent, sera plutoˆt le support d’e´tudes sur des processus d’ionisation dont l’absorption
multiphotonique nous ame`ne dans une zone e´nerge´tique e´leve´e du double continuum. La
base II, plus re´duite mais posse´dant plus de possibilite´s de couplages angulaires, sera
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Rmax = 50 u.a. Nb = 50 k = 7 se´q. line´aire
Moment angulaire couples angulaires Ndim
total L (l1, l2)
0 (0,0)(1,1)(2,2)(3,3) 5100
1 (0,1)(1,2) 5000
2 (0,2)(1,1)(1,3) 6275
3 (0,3)(1,2) 5000
(a) Base I
Rmax = 30 u.a. Nb = 40 k = 7 se´q. line´aire
Moment angulaire couples angulaires Ndim
total L (l1, l2)
0 (0,0)(1,1)(2,2)(3,3) 3280
1 (0,1)(1,2)(2,3) 4800
2 (0,2)(1,1)(1,3)(2,2)(3,3) 5660
3 (0,3)(1,2)(2,3) 4800
(b) Base II
Tableau 2.1: Couples de moments angulaires (l1, l2) possibles pour chaque moment an-
gulaire total L et taille des matrices correspondantes, pour deux bases diffe´rentes
plus approprie´e a` l’ionisation de syste`mes atomiques par absorption d’un photon moins
e´nerge´tique.
Nous pre´sentons maintenant dans les tableaux (2.2) et (2.3) les e´nergies de quelques
e´tats lie´s et e´tats du continu des atomes d’he´lium et de be´ryllium, que nous avons obtenu
dans les bases I et II. Nous donnons e´galement les valeurs expe´rimentales des e´nergies [21].
Nous constatons tout d’abord une tre`s bonne convergence des re´sultats dans les deux bases
nume´riques. Ensuite, l’e´cart entre les re´sultats obtenus et les re´sultats expe´rimentaux est
seulement de l’ordre de 0.001−0.002 u.a.. Nous avons donc une tre`s bonne repre´sentation
des spectres e´nerge´tiques des atomes d’he´lium et de be´ryllium. Notons ici que le spectre
e´nerge´tique du be´ryllium reporte´ dans le tableau (2.3) correspond aux e´lectrons 2s en
pre´sence de la configuration gele´e du coeur e´lectronique 1s2 (voir section 2.2.2). Nous avons
vu pre´ce´demment que notre approche the´orique e´tait a` meˆme de repre´senter e´galement
le spectre e´nerge´tique des e´lectrons de coeur en pre´sence de la configuration gele´e des
e´lectrons de valence, a` l’aide du potentiel mode`le (2.15). Le tableau (2.4) indique dans ce
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Base I Base II Valeurs expe´rimentales [21]
Efondamental -2.901686 u.a. -2.903115 u.a. -2.903724 u.a.
1Se E(1s2s) -2.145671 u.a. -2.145931 u.a. -2.146135 u.a.
E(1s3s) -2.061076 u.a. -2.061208 u.a. -2.061445 u.a.
E(1s4s) -2.033396 u.a. -2.028934 u.a. -2.033764 u.a.
E(1s5s) -2.019524 u.a. -1.992802 u.a. -2.021355 u.a.
1P o E(1s2p) -2.123530 u.a. -2.123795 u.a. -2.124003 u.a.
E(1s3p) -2.054943 u.a. -2.055039 u.a. -2.053319 u.a.
E(He+(1s)) -1.999846 u.a. -1.999999 u.a. -1.999813 u.a.
E(He+(2s)) -0.499996 u.a. -0.499999 u.a. -0.499962 u.a.
E(He+(3s)) -0.222221 u.a. -0.222222 u.a. -0.222203 u.a.
E(He+(4s)) -0.124999 u.a. -0.124992 u.a. -0.124987 u.a.
Tableau 2.2: Energies des premiers e´tats lie´s et e´tats du continu de l’he´lium
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Base I Base II Valeurs expe´rimentales [21]
Efondamental -1.007649 u.a. -1.013096 u.a. -1.01185 u.a.
1Se E([1s2]2s3s) -0.759962 u.a. -0.763782 u.a. -0.762722 u.a.
E([1s2]2s4s) -0.711862 u.a. -0.714793 u.a. -0.714571 u.a.
E([1s2]2s5s) -0.693061 u.a. -0.684091 u.a. -0.695995 u.a.
E([1s2]2s6s) -0.679931 u.a. -0.664706 u.a. -0.686887 u.a.
1P o E([1s2]2s2p) -0.813808 u.a. -0.817897 u.a. -0.817908 u.a.
E([1s2]2s3p) -0.734910 u.a. -0.738355 u.a. -0.737616 u.a.
E(Be+([1s2]2s)) -0.666540 u.a. -0.670107 u.a. -0.669245 u.a.
E(Be+([1s2]3s)) -0.267036 u.a. -0.267866 u.a. -0.267233 u.a.
E(Be+([1s2]4s)) -0.143130 u.a. -0.143447 u.a. -0.143153 u.a.
E(Be+([1s2]5s)) -0.089067 u.a. -0.088649 u.a. -0.089065 u.a.
Tableau 2.3: Energies des premiers e´tats lie´s et e´tats du continu du be´ryllium
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Base I “calibre´e”
E(1s2[2s2]) -11.5974 u.a.
1Se E(1s2s[2s2]) -7.3755 u.a.
E(1s3s[2s2]) -7.0760 u.a.
E(1s4s[2s2]) -7.0112 u.a.
1P o E(1s2p[2s2]) -7.2797 u.a.
E(1s3p[2s2]) -7.0440 u.a.
E(Be+(1s[2s2]) -6.9609 u.a.
E(Be+(2s[2s2]) -1.1646 u.a.
E(Be+(3s[2s2]) -0.3454 u.a.
Tableau 2.4: Energies des premiers e´tats lie´s et e´tats du continu du coeur e´lectronique
du be´ryllium - Les re´sultats en italiques correspondent a` des e´tats non physiques
cas l’e´nergie de l’e´tat fondamental du coeur 1s2 ainsi que les e´nergies de quelques e´tats
lie´s et du continu. Les re´sultats en italique repre´sentent les e´tats non physiques que nous
obtiendrions si le potentiel Vps (2.16) n’e´tait pas pris en compte. Nous avons effectue´ les
calculs dans une base radiale similaire a` la base I (tableau (2.1)(a)). Cependant, nous
avons “calibre´” la dimension Rmax de l’espace radial a` partir de la loi d’e´chelle suivante :
Rmax = R˜max × Z−1 (2.40)
L’e´tablissement des lois d’e´chelles suivant la charge Z est explique´ dans l’annexe B. R˜max
est le rayon associe´ a` l’atome d’hydroge`ne, syste`me de re´fe´rence. Le rayon Rmax(2s
2) de
l’espace radial de´finissant le be´ryllium avec le coeur e´lectronique gele´ peut eˆtre de´fini a`
partir du syste`me de re´fe´rence avec Z = 2 dans l’expression (2.40). Le rayon Rmax(1s
2)
pour le be´ryllium avec la couche externe gele´e se calculerait de meˆme avec cette fois-ci
Z = 4. Ainsi, en reliant ces deux conside´rations, nous obtenons :
Rmax(1s
2) =
(
Z = 2
Z = 4
)
Rmax(2s
2) (2.41)
Le rayon Rmax(1s
2) utilise´ dans le tableau (2.4) est donc e´gal a` 25 u.a.. L’ajustement de
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Base I “calibre´e” Valeurs expe´rimentales [21]
E(B3+(1s2)) -22.025450 u.a. -22.034909 u.a.
E(B3+(1s2s)) -14.576947 u.a. -14.583031 u.a.
E(Ne8+(1s2)) -93.893952 u.a. -94.005653 u.a.
E(Ne8+(1s2s)) -60.290466 u.a. -60.391329 u.a.
Tableau 2.5: Energies des ions multicharge´s B3+ et Ne8+
la dimension de l’espace radial permet ainsi de repre´senter correctement les orbitales 1s
en pre´sence de la charge Z = 4.
2.4.2 Les ions multicharge´s B3+ et Ne8+
Nous pre´sentons dans le tableau (2.5) les e´nergies de quelques uns des e´tats e´lectroniqu-
es des ions bore B3+ (Z=5) et ne´on Ne8+ (Z=10). Les e´nergies et fonctions propres de ces
ions sont obtenues facilement avec la me´thode de´crite dans ce chapitre. A partir de la base
I relative a` l’he´lium (tableau (2.1)(a)), il suffit de parame´trer le rayon Rmax pour chaque
ion suivant la loi d’e´chelle (2.40). Ces ions font en effet partis de la se´rie isoe´lectronique
de l’atome d’he´lium. Ils posse`dent la meˆme configuration e´lectronique que celui-ci, mais
avec une charge plus e´leve´e.
Nous verrons dans le chapitre suivant que l’e´tude du comportement des ions multicharge´s
he´liumo¨ıdes en champ laser intense pre´sente un grand inte´reˆt : elle va nous permettre
de quantifier les effets des corre´lations e´lectron-e´lectron dans les processus d’ionisation
multiphotonique.
2.5 Conclusion
Dans ce chapitre, nous avons propose´ une me´thode nume´rique pour calculer l’ensemble
des e´nergies et e´tats propres d’un syste`me atomique a` deux e´lectrons actifs.
La repre´sentation de la structure e´lectronique de l’atome d’he´lium, faite dans le paragraphe
2.2, est base´e sur une me´thode de configuration d’interaction de fonctions die´lectroniques,
ou` le terme de corre´lation e´lectron-e´lectron est pris en compte sans approximation. La
46 Description des syste`mes atomiques a` deux e´lectrons actifs
re´solution de l’e´quation de Schro¨dinger inde´pendante du temps est alors faite dans le
cadre non relativiste. La flexibilite´ de la me´thode nous permet d’introduire la description
d’un coeur e´lectronique dans la structure, et ainsi e´tudier l’atome de be´ryllium. La confi-
guration gele´e du coeur par rapport aux e´lectrons de valence, ou inversement suivant le
domaine e´nerge´tique e´tudie´, est repre´sente´e par un potentiel mode`le.
Les e´tats die´lectroniques sont construits sur la base d’un produit antisyme´trise´ de fonc-
tions B-splines et de fonctions harmoniques. L’utilisation des B-splines pour de´crire la
partie radiale confine l’espace de travail dans une boˆıte de dimension finie Rmax. La dia-
gonalisation du proble`me aux valeurs propres de´crite dans le paragraphe 2.3 nous donne
alors les e´tats du continu de fac¸on discre´tise´e. Graˆce a` la normalisation par la densite´
d’e´tats, nous pouvons obtenir des calculs de spectres e´lectroniques facilement tractables.
Les bases nume´riques utilise´es dans notre me´thode permettent une certaine rapidite´ de
calcul et ne ne´cessitent pas d’importantes capacite´s de me´moire de stockage.
Finalement, les re´sultats des spectres e´nerge´tiques de l’he´lium et du be´ryllium, pre´sente´s
dans le paragraphe 2.4, sont en tre`s bon accord avec les re´sultats expe´rimentaux. Une
description pre´cise des syste`mes atomiques die´lectroniques est maintenant a` notre dis-
position ; nous allons pouvoir e´tudier leurs comportements en pre´sence de champs lasers
intenses et brefs.
Chapitre 3
L’interaction laser-atome et la description du
double continuum
“Un jour, a` force de fouiller l’atome, un savant expliquera peut-eˆtre la joie et
la paix de l’esprit par des formules mathe´matiques.”
- Bernard Moitessier -
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3.1 Introduction
Nous pre´sentons dans ce chapitre une me´thode nume´rique capable de de´finir la dy-
namique de syste`mes atomiques a` deux e´lectrons actifs en pre´sence de champs lasers
intenses et brefs. Le de´veloppement actuel de sources lasers de tre`s forts e´clairements et
de dure´es d’impulsions tre`s bre`ves, que nous avons expose´ dans le chapitre 1, est un chal-
lenge inte´ressant pour la communaute´ scientifique the´orique pour appre´hender les effets
non line´aires produits par un atome expose´ a` de tels rayonnements.
Parmi ces processus non line´aires, nous allons axer notre e´tude sur les me´canismes d’io-
nisation lors de l’interaction d’un atome die´lectronique avec un champ laser. L’ionisation
d’un atome peut s’effectuer soit par effet tunnel, soit par absorption multiphotonique. Le
premier me´canisme se produit lorsque la barrie`re de potentiel coulombienne est abaisse´e
par le champ laser. L’e´lectron peut alors s’e´chapper de la re´gion du noyau en traversant
cette barrie`re par effet tunnel (ceci e´quivaut d’un point de vue e´nerge´tique a` l’absorp-
tion d’un tre`s grand nombre de photons). La dominance d’un processus par rapport a`
l’autre est re´gie par le parame`tre de Keldysh [35]. Les processus impliquant des photons
fondamentaux du laser Ti :Sa a` 1014-1015 W/cm2 se rapprochent de l’effet tunnel. Ce
phe´nome`ne physique a notamment permis d’observer l’absorption de photons au dessus
du seuil d’ionisation, nomme´ processus ATI (“Above Threshold Ionization”), ou` l’intensite´
du laser est telle que l’atome va absorber plus de photons que ne´cessaire pour de´passer le
potentiel d’ionisation [1, 36]. La ge´ne´ration de photons harmoniques, de´crite dans la sec-
tion 1.3.2, est e´galement lie´e a` ce phe´nome`ne. Dans le cadre de notre travail, le processus
d’ionisation dominant sera l’ionisation par absorption de quelques photons. Les e´lectrons
du syste`me atomique vont absorber plusieurs photons afin d’acque´rir l’e´nergie suffisante
pour s’extraire de l’attraction coulombienne les liant au noyau.
L’ionisation par absorption multiphotonique a e´te´ largement e´tudie´e the´oriquement et
expe´rimentalement depuis de nombreuses anne´es, notamment dans le cas de syste`mes ato-
miques a` un e´lectron actif, et avec des champs lasers peu intenses et de dure´es d’impulsions
assez longues [5]. Les e´tudes the´oriques ont e´te´ effectue´es dans le cadre de la the´orie des
perturbations LOPT (“Lower Order Perturbation Theory”). Le principe est de conside´rer
le champ laser comme une faible perturbation du syste`me atomique. Cependant, ce traite-
ment peut ne plus s’ave´rer approprie´ pour les domaines d’e´clairements lasers qui vont nous
inte´resser. D’une part, la forte intensite´ du champ laser peut rendre les termes d’ordres
supe´rieurs de la the´orie des perturbations non ne´gligeables par rapport a` l’ordre le plus
50 L’interaction laser-atome et la description du double continuum
bas. Prendre alors ces termes d’ordres supe´rieurs alourdirait conside´rablement les calculs.
D’autre part, la dure´e de plus en plus bre`ve des impulsions lasers associe´e a` de telles in-
tensite´s ne´cessite la prise en compte de l’enveloppe temporelle du champ dans les calculs,
ce qui complexifie l’approche perturbative [37].
Il est donc pre´fe´rable, et plus simple, de traiter le proble`me dans une approche non
perturbative. Pour cela, nous allons re´soudre l’e´quation de Schro¨dinger de´pendante du
temps, note´e par la suite ESDT. Notre me´thode est base´e sur une approche non perturba-
tive de type spectrale, c’est-a`-dire que nous allons utiliser l’ensemble des e´tats propres de
l’atome isole´, de´fini dans la chapitre 2, pour construire les fonctions d’onde die´lectroniques
de´pendantes du temps. Nous allons ainsi pouvoir calculer de nombreuses quantite´s phy-
siques sur l’e´tat du syste`me apre`s interaction, directement avec les solutions de l’ESDT,
comme par exemple la population des e´tats finaux. Ne´ammoins, notre repre´sentation
de l’interaction laser-atome va se porter essentiellement sur la description des processus
de double ionisation par absorption multiphotonique. Lorsque les photons sont suffisam-
ment e´nerge´tiques, l’atome peut eˆtre doublement ionise´. L’e´tat final du syste`me irradie´
fait alors partie du double continuum atomique, zone qui suscite encore de nombreuses
questions the´oriques quant a` sa repre´sentation. Les deux e´lectrons sont tout deux e´jecte´s
de leurs orbitales, laissant ainsi un ion re´siduel doublement charge´. De´finir les fonctions
d’onde du double continuum n’est pas un proble`me trivial. Nous avons choisi de l’aborder
en deux temps. Tout d’abord, nous allons conside´rer les e´tats die´lectroniques finaux du
double continuum comme un simple produit d’orbitales He+ pour l’he´lium, Be+ pour le
be´ryllium. Ensuite, nous allons inclure une partie des corre´lations radiales agissant entre
les deux e´lectrons libres a` l’aide d’une approche spe´cifique. L’originalite´ de notre me´thode
va porter sur sa capacite´ a` repre´senter la re´partition de l’e´nergie amene´e par le champ
laser entre les deux e´lectrons e´jecte´s.
Nous de´butons ce chapitre par un bref historique sur l’e´volution des techniques uti-
lise´es pour de´crire non perturbativement l’interaction laser-atome. Puis, nous e´tablirons les
e´tapes de calculs ne´cessaires a` l’approche nume´rique que nous avons de´veloppe´e. Nous in-
sisterons sur la repre´sentation des e´tats du double continuum. Finalement, nous de´finirons
le domaine de validite´ de notre me´thode.
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3.2 Approche non perturbative de l’interaction laser-
atome
3.2.1 Historique
La limitation de la the´orie des perturbations dans la description de la dynamique d’un
syste`me atomique irradie´ par un champ laser de tre`s fort e´clairement a amene´ la com-
munaute´ scientifique the´orique a` de´velopper des me´thodes non perturbatives pour traiter
le proble`me. Il est alors ne´cessaire dans ce cas de re´soudre l’e´quation de Schro¨dinger
de´pendante du temps de´crivant le syste`me laser-atome. Les me´thodes nume´riques mises
en oeuvres pour re´soudre ce type de proble`me doivent d’une part de´crire de fac¸on pre´cise
l’atome isole´, de l’autre utiliser des calculs de´pendants du temps efficaces en termes de
rapidite´ et de stockage nume´rique.
Il y a une vingtaine d’anne´es, les premiers travaux se sont base´s sur quelques approxima-
tions plus ou moins importantes pour re´duire les difficulte´s. Le mode`le SAE (“Single Active
Electron”), par exemple, re´duit les dimensions du proble`me en de´crivant le syste`me ato-
mique comme un atome a` un e´lectron, en gelant l’autre e´lectron dans son e´tat fondamental
[22]. Dans ce cas, le champ laser que l’on appliquera ne va interagir qu’avec un seul e´lectron
actif, de´fini dans un potentiel cre´e´ par l’attraction nucle´aire et le deuxie`me e´lectron gele´.
Cependant, ce mode`le n’est approprie´ que pour les processus de simple ionisation multi-
photonique. Des me´thodes base´es sur la the´orie de Hartree-Fock de´pendante du temps ont
alors vu le jour pour essayer de mieux de´finir les corre´lations e´lectroniques dans les calculs,
tout en gardant une demande nume´rique faible. Kulander [38], en 1987, a de´crit la fonction
d’onde de l’atome d’he´lium par un produit de deux orbitales monoe´lectroniques e´voluant
dans le temps. Ce mode`le, basique, fut ame´liore´ en introduisant les effets d’e´changes de
syme`tries entre les deux e´lectrons avec une approche Hartree-Fock de´pendante du temps
non restrictive [39], ou en affinant les termes de re´pulsion e´lectrostatique e´lectron-e´lectron
[40, 41]. D’autres types d’approches ont e´te´ conside´re´s, toujours dans le but de re´duire la
complexite´ de la re´solution des calculs de´pendants du temps. Nous pouvons citer comme
exemples l’utilisation des e´quations de mouvement des e´lectrons issues de la me´canique
classique [42], ou encore de la me´thode de Thomas-Fermi de´pendante du temps [43].
L’e´volution des moyens de calculs informatiques a permis au fil des ans d’ame´liorer les
techniques d’approches non perturbatives de l’interaction laser-atome. Des me´thodes plus
adaptables, pre´cises, autocohe´rentes, sont aujourd’hui disponibles. Deux grands types
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d’approches se distinguent. Le premier regroupe les me´thodes base´es sur la re´solution
de l’ESDT sur une grille de points [29, 44]. Les coordonne´es radiales des deux e´lectrons
sont de´finies sur une grille de points a` deux dimensions, tandis que les coordonne´es an-
gulaires sont prises en compte a` l’aide de fonctions harmoniques sphe´riques. L’inte´gration
de l’ESDT est alors gouverne´e par plusieurs parame`tres, que sont l’espacement des points
du grillage, le moment angulaire maximal, le nombre de termes pris en compte dans le
de´veloppement du terme d’interaction e´lectron-e´lectron, ou encore le volume de l’espace
d’inte´gration. Des me´thodes du type TDCC (“Time Dependent Close Coupling”), ini-
tialement associe´es aux proble`mes de diffusion e´lectron-atome [45], sont adapte´es a` la
repre´sentation de l’interaction laser-atome avec ces grilles de points [46]. Elles consistent
a` calculer un syste`me d’e´quations diffe´rentielles couple´es de´crivant l’e´volution du paquet
d’onde dans le temps. L’utilisation des me´thodes de grilles ne´cessite cependant d’impor-
tantes capacite´s informatiques. Le deuxie`me type d’approche se base sur une re´solution
dite “spectrale” de l’ESDT [47, 48], que nous allons de´veloppe´ dans ce chapitre. En
quelques mots, cela va consister a` de´velopper les solutions de l’ESDT sur une base forme´e
par l’ensemble des fonctions d’onde de l’atome non perturbe´.
Pour conclure ce tour d’horizon, nous pouvons e´galement citer un dernier traitement re´cent
base´ sur la the´orie de Floquet et de la matrice R [49]. Il consiste tout d’abord a` diviser
l’espace de travail en deux sous-espaces. La zone interne va repre´senter les e´tats lie´s de
l’atome, la zone externe les e´tats du continu. Ainsi, le Hamiltonien atomique et le Hamil-
tonien d’interaction seront de´crits spe´cifiquement pour chaque re´gion. Ensuite, l’e´quation
de Schro¨dinger de´pendante du temps est transforme´e en un proble`me inde´pendant du
temps en utilisant le formalisme de Floquet. Re´cemment, Feng et coll. [50] ont associe´
cette me´thode avec les proprie´te´s des fonctions B-splines pour de´crire la double ionisation
multiphotonique de l’he´lium.
3.2.2 Repre´sentations de l’e´quation de Schro¨dinger de´pendante
du temps
Dans la repre´sentation dite de “Schro¨dinger”, l’e´volution dans le temps d’un syste`me
atomique interagissant avec un champ laser est donne´e par l’e´quation de Schro¨dinger
de´pendante du temps suivante, en unite´s atomiques :
i
∂
∂t
Ψ(~r1, ~r2, t) =
[H +Hint(t)]Ψ(~r1, ~r2, t) (3.1)
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Outre l’approximation dipolaire e´lectrique dont nous avons parle´e dans le chapitre 1,
nous ne´gligeons ici tout de´placement du noyau, en supposant que sa masse est suffisam-
ment grande par rapport a` celle de l’e´lectron. Nous allons e´galement supposer que les
e´clairements lasers mis en jeu dans ce travail seront suffisamment faibles pour ne´gliger
tout effet relativiste. Regardons maintenant plus en de´tails les composantes de l’expres-
sion (3.1). H est le Hamiltonien de l’atome isole´ de´crit dans la section 2.2.1. Hint(t)
repre´sente le terme d’interaction entre le champ laser et le syste`me atomique, et s’e´crit :
Hint(t) = −(~r1 + ~r2) ~E(t) en jauge des longueurs
Hint(t) = −(~p1 + ~p2) ~A(t) + ~A2(t)2 en jauge des vitesses
Avec ~E(t) et ~A(t) de´finis en (1.4) et (1.6).
~A2(t)
2
est un terme de phase, qui ne sera pas
pris en compte dans les calculs. ~r1 et ~r2 sont les vecteurs positions des e´lectrons, ~p1 et
~p2 les vecteurs impulsions. La relation simple reliant l’espace des positions a` l’espace des
moments est la suivante :
~p = −i~∇ = −i ∂
∂~r
(3.2)
Formellement, les re´sultats issus de l’e´quation de propagation (3.1) doivent eˆtre inde´penda-
nts de la jauge dans laquelle nous nous placerons. La fonction d’onde Ψ(~r1, ~r2, t), qui de´crit
l’e´volution du syste`me atome+champ a` chaque instant t, est de´veloppe´e sur la base des
e´tats stationnaires du syste`me (2.17), soit :
Ψ(~r1, ~r2, t) =
Lmax∑
L=Lmin
Ns∑
j=1
CLj (t)ψ
S,L,M
j (~r1, ~r2) (3.3)
Nous utilisons ainsi une me´thode de type spectrale, puisque les fonctions ψS,L,Mj (~r1, ~r2)
sont e´tats propres du Hamiltonien atomique non perturbe´ (2.1). Les CLj (t) sont les coef-
ficients de de´composition de´pendants du temps. Le parame`tre Ns fixe le nombre d’e´tats
stationnaires conside´re´s par moment angulaire L dans l’e´quation de propagation. Il est
infe´rieur au parame`tre n′ de l’expression (2.17), pour des raisons de facilite´ de stockage
nume´rique.
Une autre forme peut eˆtre envisage´e pour de´crire l’e´quation de propagation ; appele´e
repre´sentation “interaction”, elle est base´e sur le changement de variable suivant :
Ψ(~r1, ~r2, t) = e
−iHtΨI(~r1, ~r2, t) (3.4)
Ou` l’indice I correspond a` la notation “interaction”. Sachant qu’un e´tat atomique station-
naire oscille dans le temps a` une fre´quence e´gale a` son e´nergie propre, la transformation
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(3.4) permet d’annuler ces oscillations dans les calculs. L’e´quation de propagation (3.1)
devient alors :
i
∂
∂t
ΨI(~r1, ~r2, t) =
[
eiHtHint(t)e
−iHt
]
ΨI(~r1, ~r2, t) (3.5)
3.2.3 Me´thode explicite de re´solution
De´crivons maintenant la me´thode de calcul utilise´e pour re´soudre l’e´quation de Schro¨di-
nger de´pendante du temps. Par souci de rendre les calculs moins lourds nume´riquement,
nous avons opte´ pour travailler dans la repre´sentation interaction (3.5). L’indice I qui lui
est associe´ ne sera plus note´ par la suite. En utilisant la repre´sentation matricielle pose´e
dans la section 2.3.1, et en se servant de l’expression des fonctions d’onde de´finies en (3.3),
l’e´quation de propagation (3.5) peut alors se re´e´crire comme suit :
d
dt
CLk (t) = −i
Lmax∑
L′=Lmin
Ns∑
j=1
ei(E
S,L,M
k −E
S,L′,M′
j )tV
(k,L,M)(j,L′,M ′)
int (t)C
L′
j (t) (3.6)
Avec :
V
(k,L,M)(j,L′,M ′)
int (t) =< ψ
S,L,M
k |Hint|ψS,L
′,M ′
j > (3.7)
Le terme (3.7) est le terme d’interaction couplant les e´tats atomiques ψS,L,Mk et ψ
S,L′,M ′
j .
En ne conside´rant uniquement qu’une polarisation line´aire du champ laser, les re`gles de
transitions e´lectriques applicables sur les moments magne´tiques et angulaires sont dans
ce cas :
∆M = M −M ′ = 0 ; M ′ = 0 (3.8)
∆L = L− L′ = ±1 (3.9)
Ainsi, les fonctions d’onde et les e´nergies seront pre´sente´es par la suite sans la notation
M . De plus, nous poserons S = 0. La double somme dans l’e´quation (3.6) devient :
Lmax∑
L′=Lmin
Ns∑
j=1
⇐⇒
N∑
j=1
avec N = (Lmax − Lmin + 1)×Ns (3.10)
L’e´quation (3.6) peut alors eˆtre re´e´crite sous la forme d’une e´quation diffe´rentielle, soit :
dyk(t)
dt
= fk(t, y1, y2, . . . , yN) ; k = 1, . . . , N (3.11)
Les e´lements yk correspondent aux coefficients de de´composition C
L
k de l’e´quation (3.6),
et fk est l’e´le´ment suivant :
fk(t, y1, y2, . . . , yN) = −i
N∑
j=1
ei(E
L
k −E
L′
j )tV
(k,L)(j,L′)
int (t)yj(t) (3.12)
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Les e´le´ments fk sont stocke´s dans la matrice d’interaction totale F de´pendante du temps
telle que :
dyk(t)
dt
=
N∑
j=1
F(k,j)yj(t) (3.13)
La dimension du vecteur ~y, de´fini par les e´le´ments yk, est N (3.10), tandis que la matrice
d’interaction F est de dimension N×N . La re´solution est base´e sur la me´thode de Runge-
Kutta d’ordre 5 [51]. Bien adapte´e a` notre proble´matique, cette approche permet de
calculer l’e´quation diffe´rentielle (3.13) sur un intervalle fini, ici [t = −T/2, t = +T/2],
avec T la dure´e totale de l’impulsion laser (1.5). Le pas d’inte´gration est alors adapte´
en fonction de la variation des coefficients. Cette me´thode est de type “explicite”, car la
solution ~y(tn+1) au temps tn+1 = tn + h, h e´tant le pas d’inte´gration, de´pend uniquement
des solutions ~y(tn) au temps tn. La me´thode de re´solution calcule la solution au temps
tn+1 de la fac¸on suivante :
~y(tn+1) = f(t, ~y(tn)) (3.14)
Le fait d’avoir effectue´ une de´composition de la fonction d’onde sur les e´tats atomiques
de base (3.3) nous a amene´ a` un proble`me dit “non raide” [52], ou` nous ne sommes pas
confronte´s a` un pas d’inte´gration trop petit. En revanche, dans le cas ou` nous aurions
choisi par exemple de de´velopper directement la fonction d’onde de´pendante du temps
sur les fonctions B-splines [53], la me´thode (3.14) ne pourrait pas eˆtre utilise´e car elle ne
parvient pas a` converger dans ce cas. Il s’agit alors d’un proble`me dit “raide”, ou` seule
une me´thode “implicite” de la forme suivante peut le re´soudre :
~y(tn+1) = f(t, ~y(tn), ~y(tn+1)) (3.15)
3.2.4 Etat du syste`me apre`s interaction
A la fin de l’interaction avec le champ laser, c’est-a`-dire au temps t = +T/2, le syste`me
atomique est repre´sente´ par la fonction d’onde finale suivante (voir (3.3)) :
Ψ(~r1, ~r2, t = +
T
2
) =
Lmax∑
L=Lmin
Ns∑
j=1
CLj (t = +
T
2
)ψLj (~r1, ~r2) (3.16)
L’e´tat initial du syste`me avant toute perturbation est quant a` lui donne´ par l’expression
suivante :
Ψ(~r1, ~r2, t = −T
2
) = ψ01(~r1, ~r2) (3.17)
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ψ01(~r1, ~r2) est l’e´tat initial du syste`me atomique non perturbe´, fonction propre de l’e´quation
(2.1). De nombreuses grandeurs physiques sont maintenant disponibles graˆce aux solutions
directes de l’ESDT. Par exemple, la population de l’e´tat fondamental apre`s interaction
est donne´e simplement par :
PL=01 = |C01(t = +T/2)|2 (3.18)
L’amplitude C01 correspond a` l’e´tat fondamental de la fonction d’onde finale. La probabilite´
d’ionisation totale du syste`me, c’est-a`-dire la probabilite´ de trouver le syste`me atomique
ou` au moins un e´lectron se trouve dans le simple continuum, est e´galement facilement
accessible :
Pionis =< ψL|ψL >E>seuil=
Lmax∑
L=Lmin
Ns∑
i=nL+1
|CLi (
T
2
)|2 (3.19)
Ou` nL est le nombre d’e´tats lie´s pour une syme´trie donne´e L.
Ainsi, notre approche permet d’e´tudier directement les processus de simple ionisation
atomique par absorption de un ou plusieurs photons, en termes de populations des e´tats
lie´s ou du simple continu, probabilite´s d’excitation etc... En ce qui concerne les processus
de double ionisation par absorption multiphotonique, nous allons pre´senter dans la section
suivante notre approche pour repre´senter l’e´tat du syste`me atomique doublement ionise´.
3.3 Le double continuum atomique
3.3.1 Un proble`me the´orique ouvert
La bonne repre´sentation de l’interaction laser-atome, entreprise dans ce document, est
tributaire de trois points essentiels : une description pre´cise de la structure e´lectronique
de l’atome isole´, des calculs efficaces pour la propagation du champ laser, une de´finition
pre´cise des e´tats atomiques finaux atteints. Les deux premiers points viennent d’eˆtre dis-
cute´s dans les chapitres pre´ce´dents, ou` nous avons constate´ que notre approche e´tait tre`s
pre´cise dans le cadre non relativiste. Les approximations majeures vont intervenir dans la
description des e´tats du double continuum atomique. En effet, les e´tats finaux qui vont
nous inte´resser se trouvent au dela` du seuil de double ionisation. Dans cette re´gion, un
syste`me atomique a` deux e´lectrons actifs posse`dent une infinite´ d’e´tats qui peuvent eˆtre
simplement ionise´s ou doublement ionise´s. La repre´sentation de ces derniers n’est pas un
proble`me ayant une solution standard. La difficulte´ vient du fait que ces e´tats sont so-
lutions d’un proble`me a` trois corps : deux e´lectrons libres dans le double continuum, et
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un ion re´siduel doublement charge´. De nombreuses e´tudes the´oriques sur le sujet ont tout
d’abord e´te´ mene´es de fac¸on tre`s qualitative, en faisant intervenir des me´thodes simplifi-
catrices dont le domaine de validite´ e´tait assez restreint. Par exemple, nous pouvons citer
une me´thode qui utilise les expressions asymptotiques des fonctions d’onde des e´lectrons
dans un champ coulombien [54, 55]. Elle mode´lise un proble`me ou` les deux e´lectrons sont
e´jecte´s tre`s loin du noyau. D’autres me´thodes emploient la the´orie de Wannier [56], dans
laquelle les deux e´lectrons sont positionne´s a` e´quidistance du noyau juste au dessus du
seuil de double ionisation [57, 58]. Aujourd’hui, les diverses approches the´oriques capables
de repre´senter l’interaction laser-atome dans son ensemble, ont inte´gre´ des me´thodes plus
efficaces pour de´finir les e´tats du double continuum atomique. Citons, par exemple, une
approche appele´e 2SC (“Two-Screened Coulomb wavefunctions”) dans laquelle les e´tats
finaux du double continuum sont repre´sente´s par un produit de deux fonctions d’onde
coulombiennes e´crante´es [59, 60]. L’introduction de la notion de charge effective per-
met de prendre en compte les effets de corre´lations radiales et angulaires entre les deux
e´lectrons libres. Une variante de cette approche, appele´e me´thode 3C, est base´e sur le
meˆme formalisme de Lippman-Schwinger et de l’ope´rateur de Green, mais repre´sente les
e´tats du double continuum comme un produit de trois ondes coulombiennes [61, 62]. Plus
re´cemment, nous pouvons citer la me´thode CCC (“Convergent Close Coupling”). Intro-
duite au de´part pour de´crire les collisions e´lectron-hydroge`ne [63], elle a e´te´ applique´e au
cas de la double ionisation de l’he´lium [64, 65]. C’est une me´thode inde´pendante du temps
qui de´finie les e´tats du double continuum par un produit d’une orbitale He+, de´crite sur
une base de polynoˆmes de Laguerre, avec un paquet d’onde sortant coulombien. Nous pou-
vons e´galement trouver dans la litte´rature l’application des me´thodes de grilles, pre´sente´es
dans la section 3.2.1, dans le cas de la re´solution de l’ESDT avec les transformations ECS
(“Exterior Complex Scaling”) [66, 67]. Les coordonne´es subissent une rotation dans le
plan complexe, ce qui a pour but de mieux de´finir le comportement asymptotique des
fonctions d’onde de´crivant les e´tats doublement ionise´s. Enfin, l’utilisation du formalisme
de la matrice R (voir section 3.2.1), a e´te´ associe´e aux ondes sortantes semi-classiques et
aux coordonne´es hypersphe´riques pour de´crire les corre´lations e´lectroniques dans le double
continuum [68]. Cette approche est appele´e HRM-SOW, pour “Hyperspherical R-Matrix
method with Semiclassical Outgoing Waves”.
Avant de proposer la repre´sentation des e´tats du double continuum que nous avons
de´veloppe´e, nous allons chercher tout d’abord a` savoir comment ces e´tats vont eˆtre atteints
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depuis l’e´tat initial atomique par l’absorption d’un ou de deux photons.
3.3.2 Canaux d’ionisation et corre´lations e´lectroniques
Absorption d’un photon
Les syste`mes atomiques que nous allons e´tudier, a` savoir l’he´lium et le be´ryllium,
posse`dent chacuns un e´tat fondamental de syme´trie totale 1Se (L = 0). D’apre`s la re`gle de
transition dipolaire pour les atomes (∆L = ±1), l’absorption d’un photon va donc peupler
des e´tats de syme´trie totale 1P o (L = 1). Les deux e´lectrons actifs se trouvent chacuns
dans un e´tat fondamental ns, avec n = 1 pour l’he´lium, n = 2 pour le be´ryllium. Leurs
moments angulaires l1 et l2 sont tout deux e´gaux a` ze´ro. La configuration e´lectronique de
l’e´tat fondamental de l’atome est note´e, par abus de language, sous la forme |g >= ns2.
En effet, il faut faire attention a` ne pas associer cette notation avec celle d’un mode`le a`
deux e´lectrons inde´pendants. Ici, et dans tout ce document, l’e´criture He(1s2) ou Be(2s2)
sous-entend que l’atome est dans un e´tat fondamental corre´le´, ou` les diffe´rents termes
d’interactions e´lectron-e´lectron sont pris en compte avec l’expression (2.7). Pour fixer les
ide´es, l’e´tat fondamental atomique peut se re´sumer par l’expression simplifie´e suivante :
|g = ns2 >≡ nsns︸ ︷︷ ︸
ORDRE 0
+ ksk′s︸ ︷︷ ︸
corre´lations radiales
+ kpk′p+ kdk′d+ · · ·︸ ︷︷ ︸
corre´lations angulaires︸ ︷︷ ︸
ORDRE 1
(3.20)
C’est l’ordre ze´ro du de´veloppement de 1/r12 (2.7) qui correspond a` une configuration a`
deux e´lectrons inde´pendants ns. Les termes d’ordres supe´rieurs contiennent les possibles
corre´lations radiales et angulaires entre les e´lectrons.
Apre`s absorption d’un photon, les moments angulaires finaux des e´lectrons vont e´galement
ve´rifier la re`gle de transition (∆l = ±1). Nous allons appeler :
canal d’ionisation (L, l1, l2) le couplage par N photons entre un e´tat final ca-
racte´rise´ par ces trois moments angulaires et l’e´tat fondamental atomique.
Dans le cas pre´sent ou` N = 1, les diffe´rents canaux d’ionisation pris en compte dans nos
bases radiales sont donne´s dans le tableau (2.1). Par exemple, la base II comprend les
canaux (L = 1, l1 = 0, l2 = 1), (L = 1, l1 = 1, l2 = 2) et (L = 1, l1 = 2, l2 = 3). Prenons
l’exemple de la simple ionisation de l’he´lium par absorption d’un photon. Un e´tat final
simplement ionise´, non excite´, est de la forme 1sk2p. Cette notation fait ici re´fe´rence a`
un mode`le a` deux e´lectrons inde´pendants. En utilisant le formalisme de la the´orie des
perturbations, que nous de´crirons plus en de´tails dans la section 3.4, le terme de couplage
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entre l’e´tat fondamental g et un e´tat du simple continu 1sk2p est donne´ par l’expression
suivante :
D
(N=1)
fg =< ψg|
2∑
i=1
~ri · ~E|ψ1sk2p > (3.21)
Pour alle´ger les notations, nous poserons par la suite
∑2
i=1 ~ri ≡ ~r, sauf indication contraire.
Si l’e´tat fondamental est repre´sente´ a` l’ordre ze´ro du de´veloppement de 1/r12 (3.20), soit
un e´tat purement 1s1s (ψg = ψ1s1s), nous constatons que l’e´lement de matrice D
(N=1)
fg sera
non nul, d’apre`s les proprie´te´s d’orthogonalite´ des orbitales monoe´lectroniques. Autrement
dit, nous pouvons nous attendre a` ce que l’ordre ze´ro apporte la plus grande contribution
dans l’e´valuation du processus de simple ionisation par absorption d’un photon, que ce
soit au niveau de l’e´tat fondamental ou au niveau de l’e´tat final.
Regardons maintenant le processus de double ionisation par absorption d’un photon. Les
canaux de double ionisation possibles dans la base II ( tableau (2.1)(b)) sont de la forme
k1sk2p, k1pk2d et k1dk2f . Le terme de couplage correspondant est alors le suivant :
D
(N=1)
fg =< ψg|~r · ~E|ψk1l1k2l2 > (3.22)
Ou` ψk1l1k2l2 repre´sente la fonction d’onde d’un e´tat du double continuum. Dans ce cas, la
description a` la fois de l’e´tat fondamental et de l’e´tat final a` l’ordre ze´ro du de´veloppement
de 1/r12 ne va plus donner un e´le´ment de matrice diffe´rent de ze´ro. En effet, le terme de
couplage (3.22), en prenant ψg = ψ1s1s, sera cette fois-ci e´gal a` ze´ro d’apre`s l’orthogonalite´
des orbitales monoe´lectroniques. Il est donc ne´cessaire ici de prendre en compte l’ordre un
de la the´orie des perturbations dans la repre´sentation de l’e´tat fondamental (3.20) et/ou
dans la repre´sentation du double continuum. D’un point de vue plus phe´nome´nologique,
la ne´cessite´ d’introduire le terme correctif d’ordre un revient a` prendre en compte les effets
de corre´lations radiales et angulaires entre les deux e´lectrons. Les interactions e´lectron-
e´lectron dans l’e´tat fondamental atomique et/ou dans les e´tats du double continuum sont
donc indispensables a` la bonne description du processus.
Une dernie`re remarque que nous pouvons faire est que le canal de double ionisation (L =
1, l1 = 0, l2 = 1) est directement ouvert graˆce aux corre´lations e´lectroniques radiales (3.20).
En effet, un e´tat final k1sk2p peut eˆtre couple´ par un photon a` partir de la composante
radiale k1sns de l’e´tat initial. Les autres e´tats finaux possibles, de type k1pk2d et k1dk2f ,
ne seront quant a` eux couple´s qu’a` partir des composantes e´lectroniques angulaires de
l’e´tat fondamental. Si on suppose que les effets d’interactions angulaires sont plus faibles
que les interactions radiales entre les deux e´lectrons, nous pourrons nous attendre a` ce que
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le canal (L = 1, l1 = 0, l2 = 1) soit le canal dominant dans les processus a` un photon. Nous
ve´rifierons cette remarque avec les re´sultats que nous allons pre´senter dans les chapitres
suivants.
Quoi qu’il en soit, le raisonnement que nous venons de faire a eu pour but de poser
les bases de la double ionisation par absorption d’un photon, et d’en tirer la conclusion
importante suivante :
Le processus de double ionisation par absorption d’un seul photon
est directement relie´ aux effets de corre´lations e´lectroniques entre
les deux e´lectrons actifs du syste`me atomique e´tudie´. Leurs prises
en compte au niveau de l’e´tat fondamental et/ou au niveau des e´tats
doublement ionise´s sont ne´cessaires pour permettre la double ioni-
sation.
Absorption de deux photons
D’apre`s la re`gle de transition dipolaire (∆L = ±1), l’absorption de deux photons
depuis l’e´tat fondamental atomique peuple maintenant des e´tats finaux de syme´trie totale
1Se (L = 0) ou de syme´trie totale 1De (L = 2). Le terme de couplage multiphotonique
d’ordre N = 2, que nous e´tablirons plus loin (3.49), contient des termes du type :
< ψg|~r · ~E|ψa1 >< ψa1|~r · ~E|ψf > (3.23)
L’absorption du premier photon couple l’e´tat fondamental g avec un e´tat interme´diaire
note´ a1. Celui-ci est alors couple´ avec l’e´tat final f par le deuxie`me photon. En partant d’un
e´tat fondamental de´crit a` l’ordre ze´ro du de´veloppement de 1/r12, soit |g >= nsns (3.20),
l’e´tat interme´diaire est alors de la forme nskp, et les e´tats finaux du double continuum
du type kpk′p. Dans ce cas de figure, nous constatons que les proprie´te´s d’orthogona-
lite´ des orbitales monoe´lectroniques ne vont pas entraˆıner d’e´le´ments de matrices nuls.
Le processus de double ionisation par absorption de deux photons est donc non nul a`
l’ordre ze´ro du de´veloppement en 1/r12 [69]. Ainsi, en conside´rant un e´tat fondamental
non corre´le´, l’absorption de deux photons peut peupler les canaux de double ionisation
(L = 0, l1 = 1, l2 = 1) et (L = 2, l1 = 1, l2 = 1). Les autres canaux possibles, de
syme´trie 1Se et 1De, pre´sente´s dans le tableau (2.1) pour chaque base radiale, ne seront
ouverts qu’en prenant en compte l’ordre un du de´veloppement de 1/r12 dans l’e´tat fon-
damental (3.20) et/ou final. Les contributions de ces canaux devraient donc eˆtre moins
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importantes dans le processus de double ionisation que celles apporte´es par les canaux
(L = 0, l1 = 1, l2 = 1) et (L = 2, l1 = 1, l2 = 1) issus de l’ordre ze´ro. Concernant ces deux
canaux dominants, nous pouvons de´montrer que le canal de syme´trie 1De aura un poids
deux fois plus important que celui de syme´trie 1Se. L’expression (2.19) nous donne la forme
des fonctions harmoniques sphe´riques a` deux particules Y L,Ml1,l2 (Ω1,Ω2). Elles s’e´crivent a`
l’aide des coefficients de Clebsch-Gordan et d’un produit de deux fonctions harmoniques
sphe´riques a` une particule. En utilisant les proprie´te´s de ces coefficients [32], il est facile-
ment de´montrable que l’e´tat final a` l’ordre ze´ro s’e´crit :
Ym1=0l1=1 (Ω1)Ym2=0l2=1 (Ω2) = −
√
1
3
Y L=0,M=0l1=1,l2=1 (Ω1,Ω2) +
√
2
3
Y L=2,M=0l1=1,l2=1 (Ω1,Ω2) (3.24)
Ainsi, le canal dominant de double ionisation lors de l’absorption de deux photons sera le
canal (L = 2, l1 = 1, l2 = 1).
D’un point de vue qualitatif, nous venons d’e´tudier le me´canisme de double ionisation
d’un syste`me atomique die´lectronique par absorption de deux photons. La conclusion
importante qu’il faut retenir ici est que :
Contrairement a` l’absorption d’un photon, les processus de double
ionisation par absorption de deux photons peuvent se produire sans
la prise en compte des effets de corre´lations e´lectroniques.
3.3.3 Description non corre´le´e (“ordre 0”)
Comment de´finir la fonction d’onde d’un e´tat du double continuum ψLk1l1k2l2(~r1, ~r2) ?
Nous venons de constater dans la section pre´ce´dente que pour le cas de la double ionisation
par absorption d’un photon, nous devions inclure les corre´lations e´lectroniques soit dans
l’e´tat fondamental atomique, soit au niveau des e´tats doublement ionise´s. Notre me´thode
permet d’inte´grer parfaitement les corre´lations dans l’e´tat fondamental de l’atome isole´
(2.7). Concernant l’absorption de deux photons, la double ionisation peut se produire sans
leur prise en compte. Nous nous sommes donc base´s sur ces conclusions pour e´tablir, dans
le cas de l’he´lium, l’approximation suivante :
Les e´tats die´lectroniques finaux du double continuum sont repre´sente´s
dans une premie`re approximation par un produit antisyme´trise´ de
fonctions hydroge´no¨ıdes.
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Nous allons donc de´finir dans un premier temps le double continuum de fac¸on non corre´le´e,
soit a` “l’ordre ze´ro”. Une fonction hydroge´no¨ıde s’e´crit sous la forme suivante :
φmkl(~r) = Rkl(r)Yml (θ, ϕ) (3.25)
Ou` Rkl(r) est la partie radiale et Yml (θ, ϕ) la partie angulaire repre´sente´e par des fonctions
harmoniques sphe´riques. La fonction (3.25) est alors e´tat propre de l’e´quation suivante :
(hi − Ekili)φmkili(~ri) = 0 (3.26)
Ou` i = 1 ou 2, et hi est le Hamiltonien d’un syste`me a` un e´lectron de´fini dans l’e´quation
(2.3). Ekili est l’e´nergie de l’e´lectron kili. Pour obtenir une repre´sentation du double
continuum cohe´rente avec celle du syste`me die´lectronique ge´ne´ral, l’e´quation ci-dessus
est re´solue en utilisant la meˆme base de fonctions B-splines que pour l’e´quation (2.1) (voir
aussi (2.17) et (2.18)).
Les e´tats du double continuum s’e´crivent finalement :
ψLk1l1k2l2(~r1, ~r2) = N
[
φk1l1(~r1)φk2l2(~r2)
]
= N [Rk1l1(r1)Rk2l2(r2)Y L,Ml1,l2 (1, 2) + (1⇔ 2)]
(3.27)
Le coefficient de normalisation N assure la relation d’orthogonalite´ suivante :
< ψLk1l1k2l2|ψLk1l1k2l2 >= 1 (3.28)
A la fin de l’impulsion laser, a` t = T/2, la population d’un e´tat ψLk1l1k2l2(~r1, ~r2) sera alors
donne´e par l’expression suivante :
PL(Ek1l1 , Ek2l2) = | < ψLk1l1k2l2(~r1, ~r2)|Ψ(~r1, ~r2,+T/2) > |2 (3.29)
Ou` Ek1l1 et Ek2l2 sont les e´nergies respectives des deux e´lectrons libres. Ψ(~r1, ~r2,+T/2) est
la fonction d’onde totale du syste`me apre`s interaction (3.16). Dans le cas ou` le moment
angulaire total L final est e´gal a` ze´ro, la fonction Ψ(~r1, ~r2,+T/2) contenant l’e´tat initial est
exclue des calculs. La population d’un e´tat du double continuum (3.29) peut e´galement
eˆtre e´tablie en projetant la fonction ψLk1l1k2l2(~r1, ~r2) sur la fonction d’onde totale dans
laquelle nous soustrayons toutes les composantes associe´es a` des e´nergies ne´gatives [70],
puisque le seuil de double ionisation est fixe´ a` E > 0. Cette approche donne cependant
des re´sultats similaires avec ceux issus de l’expression (3.29). Nous utiliserons donc par la
suite exclusivement l’expression (3.29).
Dans le cas du be´ryllium, la me´thode sera similaire :
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La fonction d’onde du double continuum sera repre´sente´e par un
produit de deux orbitales de l’ion Be+, qui sont e´tats propres du
Hamiltonien h
′
i de´fini en (2.8).
3.3.4 Description corre´le´e (“ordre 1”)
Dans le but d’affiner la description du double continuum, nous avons de´veloppe´ une
me´thode originale pour inclure une partie des corre´lations e´lectroniques au niveau des
fonctions d’onde des e´tats finaux doublement ionise´s. Notre approche a comme point de
de´part une vision perturbative du proble`me. Prendre en compte les corre´lations e´lectron-
e´lectron reviendrait en effet a` introduire l’ordre 1 de la the´orie des perturbations dans
l’e´quation (3.27), soit :
ψLk1l1k2l2(~r1, ~r2) =N
[|φk1l1(1)φk2l2(2) >
+
∑
kl,k′l′ 6=k1l1,k2l2
< φk1l1(1)φk2l2(2)| 1r12 |φkl(1)φk′l′(2) >
(Ek1l1 + Ek2l2)− (Ekl + Ek′l′)
|φkl(1)φk′l′(2) >
+ (1⇔ 2)]
(3.30)
Cependant, le terme perturbatif d’ordre 1 n’est pas valide dans le cas de la double ioni-
sation. L’e´le´ment de matrice d’interaction en 1/r12 dans l’expression (3.30), de part sa
forme de potentiel coulombien pour les grandes distances, ne de´croˆıt pas assez vite pour
assurer la convergence de la correction. Ce sont pourtant ces e´le´ments de matrice qui vont
repre´senter les possibles corre´lations entre les deux e´lectrons.
Pour contourner ce proble`me, tout en gardant cette notion de corre´lations, nous avons
proce´de´ a` la me´thode suivante :
Nous diagonalisons le Hamiltonien non perturbe´ H (2.2) sur la base
d’e´tats
{
ψLk1l1k2l2(~r1, ~r2)
}
(3.27) avec k1, l1 et l2 fixe´s
L’e´quation aux valeurs propres a` re´soudre est alors :
(H− Ek1l1l2n )Fk1l1l2n (~r1, ~r2) = 0 (3.31)
Avec :
Fk1l1l2n (~r1, ~r2) =
Norb∑
k2=1
Ck1l1l2n,k2 |ψLk1l1k2l2(~r1, ~r2) > (3.32)
Norb est le nombre d’orbitales l2. Nous restons toujours avec l’ide´e que les deux e´lectrons
e´jecte´s dans le double continuum sont repre´sente´s chacun par une fonction hydroge´no¨ıde
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dans le cas de l’he´lium, ou par une fonction propre de h
′
i (2.8) dans le cas du be´ryllium.
Ne´anmoins, nous avons ici gele´ un e´lectron sur l’orbitale k1l1 et laisse´ libre l’autre e´lectron
dans le continu l2. Dans la base restreinte ainsi de´finie, nous avons donc inclu la partie
radiale des corrections associe´es au premier e´le´ment du de´veloppement de 1/r12 (2.6).
La population d’un e´tat Fk1l1l2n (~r1, ~r2) d’e´nergie E = Ek1l1l2n sera alors donne´e par l’ex-
pression suivante :
PL(Ek1l1 , Ek2l2) = | < Fk1l1l2n (~r1, ~r2)|Ψ(~r1, ~r2,+T/2) > |2 (3.33)
Rappelons que l’e´nergieEk1l1l2n est l’e´nergie totale des deux e´lectrons. Un des deux e´lectrons
aura donc une e´nergie fixe´e Ek1l1 , l’autre e´lectron une e´nergie Ek2l2 = E
k1l1l2
n − Ek1l1 .
3.3.5 Quantite´s physiques observables
La probabilite´ pour qu’un e´tat final du double continuum atomique soit peuple´ apre`s
interaction vient d’eˆtre de´crite par deux approches dans les sections pre´ce´dentes. Elle
va servir de pierre angulaire pour e´tudier diverses quantite´s physiques utiles a` la bonne
compre´hension des phe´nome`nes agissant dans le double continuum.
Spectre de distribution e´nerge´tique
Une probabilite´, a` proprement parler, n’a pas de sens physique ve´ritable quand il s’agit
d’un e´tat discre´tise´ du continuum. Puisque nous e´tudions des e´tats du double continuum,
donc par de´finition des e´tats continus infinis, la quantite´ significative qu’il nous faut
regarder est la densite´ de probabilite´. Elle se pre´sente sous la forme suivante :
d2PL(Ek1l1 , Ek2l2)
dEk1l1dEk2l2
= ρ(Ek1l1)ρ(Ek2l2)PL(Ek1l1 , Ek2l2) (3.34)
ρ(E) est la densite´ d’e´tats que nous avons de´finie de fac¸on ge´ne´rale en (2.33). Elle s’e´crit
ici sous la forme suivante :
ρ(Ekl) =
2
|E(k+1)l − E(k−1)l| (3.35)
La densite´ de probabilite´ (3.34) repre´sente la re´partition de la probabilite´ d’obtenir les
deux e´lectrons avec les e´nergies respectives Ek1l1 et Ek2l2 . Autrement dit, nous obtenons
la distribution de l’e´nergie photonique amene´e par le laser entre les deux e´lectrons e´jecte´s
dans le double continuum. Le spectre associe´ sera donne´ suivant trois axes (PL, Ek1l1 , Ek2l2),
et nous e´tudierons son e´volution en fonction de l’e´nergie du photon applique´e, ou suivant
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les diffe´rents moments angulaires des e´lectrons. L’e´nergie totale disponible dans le double
continuum sera note´e :
Etot = Eg +Nω (3.36)
Avec Eg l’e´nergie fondamentale du syste`me atomique e´tudie´, N le nombre de photons
absorbe´s. Le seuil de double ionisation est fixe´ a` l’e´nergie ze´ro.
Une autre forme de repre´sentation de la distribution e´nerge´tique sera employe´e dans ce
document. Appele´ spectre “inte´gre´ a` un e´lectron”, il est obtenu ainsi :
dPL(Ek1l1)
dEk1l1
= ρ(Ek1l1)
∑
Ek2l2
PL(Ek1l1) (3.37)
Il donnera une vision en deux dimensions de la re´partition de la densite´ de probabilite´
suivant l’e´nergie d’un e´lectron.
Probabilite´ totale de double ionisation
Elle est calcule´e de la fac¸on suivante :
Pkk =
∑
(L,k1l1,k2l2)
PL(Ek1l1 , Ek2l2) (3.38)
Par exemple, la probabilite´ totale de double ionisation par absorption de deux photons
sera donne´e par la somme de tous les canaux d’ionisation (L = 0, l1, l2) et (L = 2, l1, l2).
Les couples de moments angulaires (l1, l2) possibles pour chaque moment angulaire L sont
donne´s dans le tableau (2.1).
Section efficace de double ionisation
Ce parame`tre est calcule´ a` l’aide de la formule suivante :
σ(Nγ, 2e) = (
ω
I
)N
Pkk
C(N)T
(3.39)
Ou` I est l’e´clairement du champ exprime´ en W/cm2, ω l’e´nergie du photon en joules, N
le nombre de photons absorbe´s et T la dure´e totale de l’impulsion laser en secondes. Pkk
correspond a` la probabilite´ totale de double ionisation (3.38). Les sections efficaces seront
alors exprime´es en cm2NsN−1. Les coefficients sans dimension C(N) prennent en compte
la forme de l’enveloppe temporelle f(t) de l’impulsion laser (1.4). Ils se calculent de la
manie`re suivante :
C(N)T =
∫ +T/2
−T/2
|f(t)|2N (3.40)
D’ou` :
C(1) =
3
8
;C(2) =
35
128
. . . (3.41)
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Il est important de noter que l’expression de la section efficace e´tablie en (3.39) est
uniquement valable en re´gime perturbatif. En effet, une section efficace ge´ne´ralise´e est
inde´pendante de l’intensite´ I de l’e´clairement laser. L’expression (3.39) de´pend pourtant
de I−N mais e´galement de la probabilite´ d’ionisation Pkk. Dans la the´orie des perturba-
tions, la probabilite´ d’ionisation de´pend de IN , ce qui nous donnera bien une section effi-
cace inde´pendante de I. Nous verrons dans la section suivante que pour des e´clairements
lasers de 1014 W/cm2, re´gime dans lequel nous allons exclusivement travailler dans ce
document, le traitement perturbatif, et donc notre expression (3.39), restent valables.
3.4 Domaine de validite´ de la me´thode
Dans cette dernie`re section, nous allons cerner les diffe´rents domaines dans lesquels
notre description de l’interaction laser-atome peut eˆtre applique´e.
Base radiale/champ laser
Notre me´thode est base´e sur une approche spectrale non perturbative. Nous avons
vu dans le chapitre 2 que le spectre atomique e´tait confine´ dans une sphe`re radiale de
rayon Rmax. Une premie`re condition importante a` respecter pour que les calculs issus de la
re´solution de l’ESDT soient valables est que la dimension de cette sphe`re soit assez grande
pour prendre en compte le de´placement complet des e´lectrons lors de la propagation. Cette
condition de validite´ se re´sume par :
vet < Rmax (3.42)
Ou` ve est la vitesse de l’e´lectron. Dans le cas de la double ionisation, la dure´e t est e´gale
a` T/2, car nous supposons que ce processus se produit dans un intervalle de temps de´fini
autour du maximum de l’impulsion. En utilisant l’expression de la densite´ d’e´tats (2.38),
dans laquelle nous avons une relation entre Rmax et ρ(E), l’ine´galite´ (3.42) devient :
1
ρ(E)
<
2π
T
(3.43)
D’apre`s l’expression de la largeur spectrale (1.7), nous avons finalement :
2
ρ(E)
< ∆ω (3.44)
La relation (3.44) montre que la largeur spectrale doit eˆtre suffisante pour couvrir le plus
d’e´tats discre´tise´s possibles. D’une part, la densite´ d’e´tats ρ(E) est relie´e au parame`tre
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Rmax (2.38), de l’autre la dure´e totale T de l’impulsion est rattache´e au nombre de cycles
optiques (1.5). Il faut donc parame´trer de fac¸on efficace la base radiale et le champ laser
pour obtenir des re´sultats corrects. Par exemple, la base I de´finie dans le tableau (2.1)(a)
nous permet de repre´senter un syste`me atomique dont l’e´nergie maximale dans le double
continuum 1Se est de 1.7 u.a.. Aux alentours d’une telle e´nergie, la dure´e de propagation
maximale possible sera de l’ordre de la dizaine de femtoseconde.
Absorption multiphotonique/effet tunnel
Nous allons e´tudier dans la suite de ce document des processus d’ionisation atomique
par absorption multiphotonique. Cependant, comme nous l’avons note´ en introduction, un
autre me´canisme d’ionisation peut se produire : l’ionisation par effet tunnel. Sous certaines
conditions, la barrie`re de potentiel coulombienne est abaisse´e par le champ laser. L’e´lectron
peut alors s’e´chapper de l’attraction du noyau en traversant cette barrie`re par effet tunnel.
Les deux me´canismes d’ionisation sont repre´sente´s sur la figure (3.1), dans le cadre d’un
atome a` un e´lectron. Le potentiel V (r, t), auquel est soumis l’e´lectron lie´ au noyau en
Figure 3.1: (a) Ionisation par absorption multiphotonique (b) Ionisation par effet tunnel
pre´sence du champ, est de la forme suivante :
V (r, t) =
1
r
+ E0rsin(ωt) (3.45)
C’est le parame`tre de Keldysh [35] qui va de´terminer lequel de ces deux processus d’io-
nisation est dominant lors de l’interaction d’un atome avec un champ laser. Il est e´gal
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a` :
γ =
√
Ip
2Up
(3.46)
Ip est le potentiel d’ionisation de l’atome en u.a.. Up repre´sente l’e´nergie ponde´romotrice
en u.a., c’est-a`-dire l’e´nergie classique qu’acquiert l’e´lectron dans le champ e´lectrique. Elle
s’e´crit sous la forme suivante :
Up =
I(W/cm2)
ω2(u.a.)I0(W/cm2)
(3.47)
Avec I0 = 14.0379 × 1016 W/cm2. Le parame`tre de Keldysh repre´sente donc le rapport
entre le temps que met l’e´lectron a` traverser la barrie`re de potentiel et une pe´riode du
champ e´lectromagne´tique. Si γ ≫ 1, c’est le processus d’absorption multiphotonique qui
sera dominant. Si γ ≪ 1, l’ionisation par effet tunnel aura alors lieu pre´fe´rentiellement.
Dans ce cas, nous sommes dans une situation proche du champ statique avec V (r, t)
variant lentement et Eg proche du seuil d’ionisation.
ESDT/LOPT
Nous allons comparer maintenant notre approche non perturbative avec une approche
perturbative du proble`me. Rappelons tout d’abord l’expression du taux d’ionisation en
re´gime perturbatif, qui repre´sente la probabilite´ par unite´ de temps de porter le syste`me
atomique initialement dans un e´tat g, vers un e´tat final f , par absorption de N photons :
Γ
(N)
fg = 2πI
N |D(N)fg |2 (3.48)
I est l’intensite´ du champ, exprime´e en unite´s de I0 = 14.0379× 1016 W/cm2. D(N)fg est le
terme de couplage multiphotonique d’ordre N suivant :
D
(N)
fg =
∑
aN−1
∫
· · ·
∑
a1
∫
< f |~r · ~E|aN−1 > · · · < a1|~r · ~E|g >
(ωi + (N − 1)ω − ωaN−1) · · · (ωg + ω − ωa1)
(3.49)
Le produit vectoriel ~r · ~E provient du Hamiltonien d’interaction en jauge longueur (section
3.2.2). Les sommations apparaissant dans l’expression (3.49) sont faites sur tous les e´tats
atomiques interme´diaires |ai > d’e´nergie ωi. La repre´sentation de la structure atomique
faite dans le chapitre 2 nous donne directement tous ces termes de couplages suivant les
e´tats initiaux et finaux. La probabilite´ d’ionisation totale du syste`me en re´gime perturbatif
est donne´e par l’expression suivante :
Plopt = 1− e−Γ
(N)
fg t (3.50)
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Avec :
Γ
(N)
fg t = 2πC(N)I
N |D(N)fg |2ρf (E)T (3.51)
Le temps t, pendant lequel a lieu l’interaction laser-atome, est e´gal a` T (1.5). C(N)
sont les coefficients (3.40) qui prennent en compte la forme temporelle de l’impulsion.
La densite´ d’e´tat ρf (E) intervient dans l’expression (3.51) car les e´tats finaux f doivent
eˆtre normalise´s sur l’e´chelle des e´nergies. La figure (3.2) montre la probabilite´ d’ionisation
Figure 3.2: Probabilite´ d’ionisation totale de l’he´lium par un champ laser d’e´nergie de
photon ω = 1.5 u.a. et de dure´e T = 41.88 u.a., en fonction de l’e´clairement laser I
totale de l’he´lium en fonction de l’intensite´ du champ laser, pour un photon ω = 1.5 u.a.
et pour une dure´e de propagation T = 41.88 u.a. (10 cycles optiques). La base utilise´e
est la base I (tableau (2.1)(a)), et les re´sultats sont donne´s dans la jauge longueur et en
repre´sentation Schro¨dinger. Nous constatons que, dans ce cas de figure, les re´sultats ESDT
(3.19) et LOPT (3.50) concordent. Le parame`tre de Keldysh γ (3.46) reste ici supe´rieur a` 1.
L’ionisation par absorption multiphotonique est donc dominante par rapport a` l’ionisation
par effet tunnel.
La figure (3.3) donne a` pre´sent la probabilite´ d’ionisation totale du be´ryllium en fonction
de l’e´clairement laser. L’e´nergie du photon est e´gale a` 0.6 u.a., et la dure´e de l’impulsion
est la meˆme que pre´ce´demment. Nous observons cette fois-ci qu’a` partir de 5 × 1014
W/cm2 environ, les deux calculs s’e´cartent le´ge`rement. Pour cet e´clairement, le parame`tre
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Figure 3.3: Probabilite´ d’ionisation totale du be´ryllium par un champ laser d’e´nergie de
photon ω = 0.6 u.a. et de dure´e T = 41.88 u.a., en fonction de l’e´clairement laser I
de Keldysh est ici proche de 1. Le traitement LOPT n’est plus a` meˆme de repre´senter
l’interaction laser-atome.
Quoi qu’il en soit, a` I = 1014 W/cm2, nous restons pour les deux syste`mes atomiques dans
les limites du domaine de validite´ : la de´finition de la section efficace que nous avons faite
en (3.39) sera valable.
3.5 Conclusion
Dans ce chapitre, nous avons de´veloppe´ une me´thode nume´rique permettant de calcu-
ler la dynamique des syste`mes atomiques die´lectroniques irradie´s par des champs lasers
intenses et brefs. La me´thode est base´e sur un traitement non perturbatif du proble`me,
ou` nous re´solvons l’e´quation de Schro¨dinger de´pendante du temps dans un cadre non re-
lativiste. Nous utilisons pour ce faire une me´thode spectrale, de´crite dans le paragraphe
3.2, ou` nous de´veloppons les fonctions d’onde de´pendantes du temps sur la base des e´tats
stationnaires de l’atome non perturbe´. Une telle approche posse`de comme principaux avan-
tages de nous permettre d’extraire facilement de nombreuses quantite´s physiques telles
que la probabilite´ d’ionisation ou les populations des e´tats du continu, mais e´galement de
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pouvoir obtenir des re´sultats avec des temps de calcul peu e´leve´s.
Nous avons focalise´ notre attention sur la repre´sentation d’un processus particulier,
a` savoir la double ionisation atomique. Le paragraphe 3.3 fait le point sur les diffe´rents
canaux de double ionisation ouverts par absorption multiphotonique depuis l’e´tat fon-
damental. Contrairement au cas de l’absorption d’un photon, la double ionisation via
l’absorption de deux photons ne ne´cessite pas de corre´lations entre les e´lectrons. Nous
avons alors propose´ deux approches pour de´finir les e´tats finaux du double continuum.
Dans une premie`re approximation, nous avons ne´glige´ les effets de corre´lations e´lectron-
e´lectron en repre´sentant ces e´tats par un simple produit d’orbitales He+ dans le cas de
l’he´lium, Be+ pour le be´ryllium. A l’aide d’une approche originale, nous avons alors inclu
des termes de corre´lations radiales dans le double continuum atomique.
Nous avons finalement e´tabli dans le paragraphe 3.4 le cadre de travail dans lequel
nous allons appliquer notre me´thode. Nous avons maintenant tous les outils en main pour
fournir des re´sultats sur les processus de double ionisation multiphotonique des atomes
d’he´lium et de be´ryllium en champs lasers UV-XUV brefs.

Chapitre 4
Double ionisation de l’he´lium par absorption
photonique
“La the´orie, c’est quand on sait tout et que rien ne fonctionne. La pratique,
c’est quand tout fonctionne et qu’on ne sait pas pourquoi. Re´unissez la pratique
et la the´orie : rien ne fonctionne et on ne sait pas pourquoi.”
- Albert Einstein -
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Le premier the`me que nous allons aborder dans ce chapitre est la double ionisation de
l’atome d’he´lium par absorption d’un unique photon. Malgre´ de nombreuses e´tudes sur
le sujet depuis ces dernie`res de´cennies, ce processus reste encore aujourd’hui un proble`me
attractif pour la communaute´ scientifique the´orique et expe´rimentale. Il offre en effet une
situation simple pour comprendre, entre autres, les effets de corre´lations qui interviennent
entre les deux e´lectrons e´jecte´s. D’un point de vue the´orique, nous sommes en pre´sence
d’un proble`me fondamental a` trois corps a` l’e´chelle atomique. L’historique des diffe´rentes
approches nume´riques adapte´es a` cette proble´matique a e´te´ expose´ dans la section 3.2.1.
Du coˆte´ expe´rimental, les sources synchrotron, de part leur possibilite´ de ge´ne´rer des
rayonnements sur une large plage de hautes fre´quences, ont e´te´ largement exploite´es pour
e´tudier ce processus d’interaction. De plus, l’he´lium est facilement manipulable d’un point
de vue expe´rimental. Les techniques mises en oeuvre pour “re´colter” le plus grand nombre
d’informations sont principalement base´es sur la de´tection des e´lectrons en co¨ıncidence
[71], ou sur la me´thode COLTRIMS (“COLD-Target Recoil-Ion Momentum Spectrosco-
py”) [72]. Une technique re´cente utilise des mesures faites par “co¨ıncidences entre ions et
e´lectrons localise´s” [73]. Les e´tudes mene´es sur la double ionisation de l’he´lium par ab-
sorption d’un photon sont nombreuses et varie´es. Des calculs de sections efficaces totales,
ainsi que de rapports de probabilite´s entre simple et double ionisation sont les plus cou-
rants [60, 74, 75, 76, 77, 78, 79]. Nous pouvons e´galement trouver une large litte´rature sur
des calculs the´oriques et des mesures expe´rimentales de sections efficaces diffe´rentielles,
permettant d’e´tudier la distribution angulaire des e´lectrons e´jecte´s [3, 80, 81], de l’ion de
recul He2+ [82, 83], ou encore les effets de dichro¨ısme [84, 85, 86]. Dans ce document,
nous allons plutoˆt porter notre attention sur la re´partition de l’e´nergie photonique entre
les deux e´lectrons e´jecte´s [57, 87, 88, 89, 90, 91, 92]. Dans tous les cas, la the´orie et
l’expe´rience offrent de nombreux re´sultats en tre`s bon accord. L’absorption d’un photon
sera donc un bon test pour ve´rifier la me´thode que nous avons de´veloppe´e.
La principale proble´matique vers laquelle nous allons nous pencher est la double io-
nisation de l’he´lium par absorption de deux photons. Dans ce cas de figure, une e´tude
expe´rimentale est plus difficile a` mettre en place. Coˆte´ the´orique, elle ouvre toutefois de
nouvelles perspectives d’un point de vue physique. La non line´arite´ du processus entraˆıne
tout d’abord deux sce´nari possibles au niveau de l’e´jection des deux e´lectrons. L’absorp-
tion de deux photons peut e´jecter directement les deux e´lectrons et laisser un ion He++
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doublement charge´, mais e´galement produire un ion He+ avec le premier photon puis un
ion He++ avec le deuxie`me photon. Ensuite, ce processus permet d’explorer de nouvelles
re´gions du double continuum, ou` les e´tats atteints sont de syme´tries 1Se ou 1De. L’ana-
lyse des spectres en e´nergie des e´lectrons va nous permettre de caracte´riser les diffe´rents
me´canismes d’absorption suivant les e´nergies des photons [93]. Nous allons e´galement ob-
server le comportement de certains ions de la se´rie isoe´lectronique de l’he´lium [70, 94], ce
qui nous amenera a` une discussion sur la porte´e des effets de corre´lations e´lectroniques
face aux effets de la charge nucle´aire au sein de l’atome d’he´lium.
Dans la troisie`me et dernie`re partie de ce chapitre, nous allons nous pencher sur
l’e´volution des me´canismes de double ionisation atomique suivant la dure´e de l’impulsion
laser. Les avance´es expe´rimentales actuelles, que nous avons pre´sente´es dans le chapitre 1,
ouvrent en effet une nouvelle e`re dans l’interaction laser-atome. Les e´chelles de temps sub-
femtosecondes auxquelles e´voluent les e´lectrons au sein des atomes vont eˆtre de´sormais
accessibles. Dans le cadre de notre e´tude, nous verrons qu’une impulsion dans le do-
maine spectral UV-XUV de quelques centaines d’attosecondes permet de sonder l’atome
d’he´lium. La dure´e d’impulsion est dans ce cas du meˆme ordre de grandeur que le temps
de relaxation e´lectronique. Nous observerons alors des modifications caracte´ristiques dans
les spectres en e´nergie des e´lectrons e´jecte´s.
Sauf indications contraires, les re´sultats pre´sente´s dans ce chapitre seront issus de
l’approche non corre´le´e du double continuum de´crite dans la section 3.3.3.
4.2 Absorption d’un photon 77
4.2 Absorption d’un photon
Figure 4.1: Sche´matisation de la double ionisation de l’he´lium par absorption d’un photon
La double ionisation de l’atome d’he´lium par absorption d’un photon est sche´matise´e
sur la figure (4.1). Les deux e´lectrons sont arrache´s de l’attraction du noyau si l’e´nergie
du photon est supe´rieure au potentiel atomique de double ionisation, a` savoir 2.903 u.a.
(79 eV). Dans ce cas, le photon couple directement l’e´tat fondamental de l’he´lium avec
des e´tats du double continuum. L’e´nergie totale que vont emporter les deux e´lectrons lors
de leur e´jection est e´gale a` l’e´nergie disponible au dessus du seuil de double ionisation.
Comme l’indique la figure (4.1), elle est note´e Etot, et nous l’avons de´finie de fac¸on ge´ne´rale
dans l’expression (3.36).
La principale question que nous allons nous poser a` partir de ce proble`me de base est de
savoir comment cet exce`s d’e´nergie photonique au dessus du seuil de double ionisation
sera partage´ par les deux e´lectrons. Un des deux e´lectrons va-t-il emporter la majorite´
de l’e´nergie photonique ? Les deux e´lectrons partageront-ils de fac¸on e´gale l’e´nergie entre
eux ? Pour re´pondre a` ces interrogations, nous allons examiner les diffe´rentes quantite´s
physiques observables lorsque le syste`me atomique a absorbe´ un photon, et notamment
les spectres e´nerge´tiques des e´lectrons (3.34) et (3.37). Mais avant cela, pre´sentons pour
commencer quelques re´sultats de sections efficaces de double ionisation de l’he´lium en
fonction de l’e´nergie Etot, ce qui va nous permettre de ve´rifier la convergence de notre
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me´thode nume´rique.
4.2.1 Section efficace d’ionisation
Une section efficace est un parame`tre important du point de vue expe´rimental. Son
expression, e´tablie en (3.39), nous montre qu’elle est directement relie´e a` la probabilite´
d’ionisation du syste`me atomique. Nous pre´sentons sur la figure (4.2) quelques valeurs de
sections efficaces de double ionisation de l’he´lium par absorption d’un photon, exprime´es
en kilobarns (1 barn = 10−24 cm2), en fonction de l’e´nergie totale disponible dans le double
continuum (3.36). Les calculs ont e´te´ effectue´s dans les deux bases de´finies dans le tableau
Figure 4.2: Sections efficaces totales de double ionisation de l’he´lium par absorption d’un
photon en fonction de l’e´nergie totale disponible dans le double continuum
(2.1), ainsi qu’en re´solvant l’ESDT dans les diffe´rentes jauges et repre´sentations possibles
(voir section 2.2.1). La premie`re remarque que nous pouvons faire est que, dans une meˆme
repre´sentation et meˆme jauge de travail, les re´sultats sont quasiment identiques dans les
deux bases. Nous rappelons que la base I posse`de un plus grand espace radial, mais avec
une densite´ de fonctions B-splines par unite´ de longueur Nb/Rmax moins importante que
dans la base II. Aux e´nergies de photons conside´re´es, les deux bases sont donc aptes a`
bien repre´senter la dynamique du processus de double ionisation a` un photon. Au niveau
du nombre de couplages angulaires disponibles, la base II en posse`de plus que la base
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I dans la syme´trie 1P e (L = 1) qui nous inte´resse ici. Le canal (L = 1, l1 = 2, l2 = 3)
est uniquement pris en compte dans la base II. Le faible e´cart de re´sultats dans les deux
bases nous indique que la contribution de ce canal est faible, en accord avec la discussion
tenue dans la section 3.3.2. Cependant, par souci de pre´cision dans les calculs, nous uti-
liserons exclusivement la base II dans la suite du document pour de´crire les processus a`
un photon.
Dans le cas d’une meˆme base et meˆme repre´sentation, nous observons des re´sultats si-
milaires quel que soit la jauge utilise´e. Les seules diffe´rences significatives que nous ob-
servons sont dues a` la repre´sentation de l’ESDT adopte´e. Les repre´sentations Schro¨din-
ger et interaction nous donneraient des re´sultats identiques si les e´tats finaux du double
continuum e´taient e´tats propres du Hamiltonien de l’atome isole´ (2.1). Cependant, nous
avons fait l’approximation de repre´senter ces e´tats sur la base d’un produit de fonctions
hydroge´no¨ıdes (voir section 3.3.3). De plus, en repre´sentation interaction, dans laquelle
sont annihile´es les oscillations, les quantite´s physiques observe´es a` la fin de l’impulsion a`
t = +T/2 seront les meˆmes a` t > +T/2 ; contrairement aux re´sultats en repre´sentation
Schro¨dinger qui subiront les oscillations atomiques apre`s l’interaction. Dans la suite de
ce document, les re´sultats que nous pre´senterons seront exclusivement issus de calculs
effectue´s en repre´sentation Schro¨dinger et en jauge longueur, sauf indication contraire.
Sur la figure (4.3), nous nous proposons de ve´rifier la validite´ de nos re´sultats de sec-
tions efficaces, en les comparant avec d’autres re´sultats existants. La double ionisation de
l’he´lium par absorption d’un photon a e´te´ largement e´tudie´e que ce soit du coˆte´ the´orique
ou expe´rimental. Nous avons choisi de reporter les calculs the´oriques obtenus par Pont
et coll. [75] en 1995 par une me´thode “2SC”, de´crite dans la section 3.3.1. Nos calculs
convergent parfaitement avec les leurs. Les sections efficaces de Kossmann et coll. [78],
ainsi que celles de Samson et coll. [79], sont obtenues expe´rimentalement par rayonnement
synchrotron. Elles sont e´galement dans un meˆme ordre de grandeur que nos re´sultats.
Nous venons de constater que l’approche non perturbative de l’interaction laser-atome, que
nous avons de´veloppe´e dans le chapitre pre´ce´dent, est a` meˆme de nous fournir des re´sultats
parfaitement exploitables et convergents par rapport aux re´sultats connus. La description
d’un double continuum non corre´le´ est donc une bonne approximation pour e´tudier des
sections efficaces totales d’ionisation. Cependant, il est important de noter que le calcul
de sections efficaces diffe´rentielles, dont nous n’aborderons pas le sujet ici, ne´cessiterait
quant a` lui la prise en compte des corre´lations e´lectron-e´lectron dans le double continuum.
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Figure 4.3: Sections efficaces totales de double ionisation de l’he´lium par absorption d’un
photon - Comparaison de nos re´sultats avec ceux obtenus par Pont et coll. [75], Kossmann
et coll. [78] et Samson et coll. [79]
Nous allons maintenant nous pencher sur la re´partition de l’e´nergie photonique amene´e
par le champ laser entre les deux e´lectrons e´jecte´s dans le double continuum.
4.2.2 La distribution e´nerge´tique
Nous avons repre´sente´ sur la figure (4.4) les courbes isopotentielles correspondant a`
la densite´ de probabilite´ de trouver les e´lectrons e´jecte´s avec les e´nergies respectives E1
et E2, dans le cas d’un photon d’e´nergie de 4 u.a. (108.8 eV). L’e´clairement du champ
laser est ici de 1014 W/cm2, avec une dure´e d’impulsion de 25.13 u.a. (0.6 fs). Ce graphe
a e´te´ obtenu a` l’aide de la relation (3.34), et correspond a` la somme de tous les canaux
d’ionisation ouverts dans le cas de la base II du tableau (2.1), soit (L = 1, l1 = 0, l2 = 1),
(L = 1, l1 = 1, l2 = 2) et (L = 1, l1 = 2, l2 = 3). Nous remarquons tout d’abord que la
re´gion de plus forte probabilite´ se situe sur une diagonale ve´rifiant la relation E1+E2 ≃ 0.9
u.a.. La relation de conservation d’e´nergie, de´finie en (3.36), nous dit que la somme des
e´nergies des deux e´lectrons e´jecte´s doit eˆtre e´gale a` l’e´nergie totale disponible au dessus
du seuil de double ionisation, soit dans ce cas :
E1 + E2 = Eg + ω = −2.903 + 4. = 1.1 u.a. (4.1)
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Figure 4.4: Distribution de la densite´ de probabilite´ totale de double ionisation de l’he´lium
par absorption d’un photon - Caracte´ristiques du champ laser : I = 1014 W/cm2 ; ω = 4
u.a. ; 16 cycles optiques
L’e´cart entre le re´sultat the´orique attendu et le re´sultat “mesure´” sur le spectre (4.4)
s’explique par les approximations faites dans la repre´sentation du double continuum.
Deuxie`mement, nous pouvons observer que la re´partition de la probabilite´ le long de cette
diagonale est assez e´tale´e, sans ve´ritable pic maximum, d’apre`s les valeurs de la densite´
donne´es en unite´s atomiques sur l’e´chelle des couleurs. Ceci nous permet d’en conclure
qu’un e´lectron n’emporte pas exclusivement la majorite´ de l’e´nergie disponible par rapport
a` l’autre, mais que l’e´nergie photonique est distribue´e de fac¸on uniforme entre les deux
e´lectrons. De re´cents travaux expe´rimentaux effectue´s par Achler et coll. [91], et pre´sente´s
sur la figure (4.5), viennent ainsi confirmer l’allure de notre spectre the´orique. Ils ont
e´tudie´ la double ionisation de l’he´lium par absorption d’un photon d’e´nergie ω = 3.6 u.a.,
mais en utilisant un rayonnement synchrotron. Cependant, il est raisonnable de penser
que la physique reste inchange´e. Le spectre expe´rimental inte´gre´ par rapport a` l’e´nergie
d’un e´lectron, repre´sente´ sur la droite de la figure (4.5), montre bien que la distribution
n’a pas de ve´ritable maximum. La seule diffe´rence notable observe´e par rapport au spectre
the´orique vient de la distribution totale. Il apparaˆıt expe´rimentalement une zone de haute
probabilite´ supple´mentaire pour les plus faibles e´nergies des e´lectrons lorsque E1 ≃ E2.
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Figure 4.5: Distribution e´nerge´tique des e´lectrons obtenue expe´rimentalement par Achler
et coll. [91] par rayonnement synchrotron
Pour essayer d’expliquer cette diffe´rence, regardons de fac¸on plus pre´cise la re´partition
e´nerge´tique que nous obtenons suivant les diffe´rents canaux d’ionisation. Nous rappelons
ici que le spectre (4.4) correspond a` la somme de tous les canaux d’ionisation (L = 1, l1, l2)
ouverts dans la base II. La figure (4.6) nous donne la distribution e´nerge´tique dans chacun
de ces canaux. Nous constatons dans un premier temps que le couple d’e´lectrons de mo-
ments angulaires l1 = 0 et l2 = 1 a la plus grande probabilite´ d’eˆtre e´jecte´ dans le double
continuum, par rapport aux couples (l1 = 1, l2 = 2) et (l1 = 2, l2 = 3). Ceci est en accord
avec le raisonnement tenu dans la section 3.3.2 ou` nous avons montre´ que ce canal d’ioni-
sation e´tait dominant, puisqu’il est issu directement des corre´lations e´lectroniques radiales
de l’e´tat fondamental. Les autres couplages ne sont possibles qu’en prenant en compte les
corre´lations angulaires. Dans le canal d’ionisation (L = 1, l1 = 1, l2 = 2), nous obser-
vons une zone de haute probabilite´ en dehors de la ligne de conservation d’e´nergie, pour
des faibles e´nergies telles que E1 ≃ E2. Ainsi, le meˆme comportement est observe´ sur le
spectre expe´rimental. Le spectre the´orique total (4.4) n’est pas en mesure de repre´senter les
diffe´rentes nuances apporte´es par chaque canal puisque le couplage (L = 1, l1 = 0, l2 = 1)
est largement majoritaire par rapport aux deux autres couplages.
4.2.3 Les corre´lations e´lectroniques et la charge Z
Dans l’annexe B, nous montrons que l’interaction entre un ion hydroge´no¨ıde et un
champ laser peut eˆtre compare´e de fac¸on simple avec le comportement de l’atome d’hy-
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(L = 1, l1 = 0, l2 = 1)
(L = 1, l1 = 1, l2 = 2) (L = 1, l1 = 2, l2 = 3)
Figure 4.6: Distribution de la densite´ de probabilite´ de double ionisation de l’he´lium par
absorption d’un photon pour chaque canal pris en compte dans la figure (4.4)
droge`ne en pareil cas. Pour cela, il suffit d’accorder les diffe´rents parame`tres du proble`me
par rapport a` des lois d’e´chelles suivant la charge Z, de´finies dans le tableau (B.1). Ceci
peut e´galement s’appliquer a` l’he´lium et aux ions de sa se´rie isoe´lectronique, si la condition
suivante est respecte´e :
(i) Le terme de corre´lations e´lectroniques est ne´glige´ (4.2)
Ceci e´quivaut a` repre´senter l’e´tat fondamental a` l’ordre ze´ro de la the´orie des perturbations
en 1/r12.
La simple ionisation
Dans un premier temps, appliquons les lois d’e´chelles au cas de la simple ionisation
par absorption d’un photon. Le tableau (4.1) donne les probabilite´s totales de simple
ionisation par absorption d’un photon de l’atome d’he´lium, ainsi que des ions bore B3+
et ne´on Ne8+. Le calcul d’une probabilite´ de simple ionisation s’obtient comme suit :
Pnk = Pionis(L)−Pkk (4.3)
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He(Z=2) B3+(Z=5) Ne8+(Z=10)
Probabilite´ totale
de simple ionisation 0.0016 0.0019 0.0020
Tableau 4.1: Probabilite´s totales de simple ionisation de l’he´lium, de l’ion Be3+ et de l’ion
Ne8+ par absorption d’un photon - Les parame`tres des syste`mes Be3+-laser et Ne8+-laser
sont calibre´s d’apre`s les lois d’e´chelles en Z sur ceux du syste`me he´lium-laser suivants : I
= 3.5× 1014 W/cm2 ; ω = 4 u.a. ; 16 cycles optiques ; Rmax = 50 u.a.
Pionis(L) est la contribution de la syme`trie L dans l’expression de la probabilite´ d’ionisa-
tion totale (3.19). Dans le cas pre´sent, nous devons prendre en compte le poids de L = 1.
Pkk est la probabilite´ totale de double ionisation (3.38). Elle est ici e´gale a` la somme
des probabilite´s dans les canaux (L = 1, l1, l2) ouverts dans la base II de´finie dans le
tableau (2.1)(b). Les parame`tres du syste`me he´lium-laser sont les suivants : ω = 4 u.a., I
= 3.5× 1014 W/cm2, 16 cycles optiques, Rmax = 50 u.a.. L’ion B3+ posse`de une charge Z
e´gale a` 5 u.a., l’ion Ne8+ une charge Z = 10 u.a.. L’e´nergie du photon dans le cas de l’ion
B3+ est calcule´e, d’apre`s le tableau (B.1), de la fac¸on suivante :
ωB3+ = ωHe
(
ZB3+
ZHe
)2
= 25 u.a. (4.4)
Avec ωHe l’e´nergie du photon dans le cas de l’he´lium. De la meˆme fac¸on, l’e´nergie du
photon pour le syste`me Ne8+-laser sera e´gale a` 100 u.a.. L’e´nergie des e´tats fondamentaux
de ces deux ions a e´te´ donne´e dans le tableau (2.5).
Nous constatons avec le tableau (4.1) que les probabilite´s restent quasiment constantes le
long de la se´rie isoe´lectronique. Elles sont donc en bon accord avec la loi d’e´chelle attendue
suivante :
P(N)(Z) = P˜(N) , ∀Z (4.5)
Ou` P˜ est associe´e au syste`me de re´fe´rence hydroge`ne-laser (voir annexe B). Quel que soit
le syste`me he´liumo¨ıde e´tudie´, la relation (4.5) nous dit qu’il aura la meˆme probabilite´
d’ionisation que l’atome d’he´lium, si leurs parame`tres respectifs suivent les lois d’e´chelles
du tableau (B.1). Ce re´sultat s’applique ici, conformement avec la discussion de la section
3.3.2 ou` nous avons montre´ que le processus de simple ionisation par absorption d’un
photon e´tait possible sans la prise en compte des effets de corre´lations e´lectron-e´lectron
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dans les e´tats initiaux et finaux, ce qui valide la condition (4.2).
Les figures (4.7) et (4.8) vont nous permettre maintenant d’observer plus pre´cise´ment le
comportement de l’he´lium et de l’ion B3+. D’un coˆte´, nous avons repre´sente´ sur la figure
Figure 4.7: Probabilite´ totale de simple ionisation en fonction de l’e´clairement du champ
laser - Les parame`tres du syste`me B3+-laser sont calibre´s d’apre`s les lois d’e´chelles en Z
sur ceux du syste`me he´lium-laser suivants : ω = 1.5 u.a. ; 10 cycles optiques ; base I
(4.7) l’e´volution de la probabilite´ totale de simple ionisation en fonction de l’e´clairement
laser. De l’autre, la figure (4.8) de´finit la probabilite´ d’exciter avec un photon un e´tat
discret du continu en fonction de l’e´nergie des niveaux atomiques fondamentaux. Les
abscisses des deux figures ont subit un changement d’e´chelle par rapport a` la charge pour
pouvoir ainsi comparer de fac¸on efficace les deux syste`mes.
Avec ces deux exemples, nous remarquons que les re´sultats de l’atome d’he´lium et de
l’ion B3+ ne sont que le´ge`rement de´cale´s l’un par rapport a` l’autre. L’explication de
cette observation tient en deux points. Tout d’abord, nous savons d’apre`s l’e´quation (B.7)
que le terme d’interaction die´lectronique de´pend d’un facteur en 1/Z. Ainsi, pour des
syste`mes de charge nucle´aire de plus en plus e´leve´e, les effets de corre´lations die´lectroniques
deviendront ne´gligeables devant les effets de la charge. Ceci est le cas de l’ion B3+ de charge
Z = 5 u.a.. En revanche, la force attractive nucle´aire et la force re´pulsive die´lectronique
sont du meˆme ordre de grandeur au niveau de l’atome d’he´lium, ou` la charge n’est que de
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Figure 4.8: Population des e´tats du continu apre`s absorption d’un photon de 1.5 u.a. -
Caracte´ristiques du champ laser : voir figure (4.7)
2 u.a.. L’e´cart de re´sultats entre le comportement de l’he´lium et de l’ion multicharge´ est
une observation directe des effets de corre´lations e´lectron-e´lectron dans l’e´tat fondamental
de l’atome d’he´lium. D’autre part, cet e´cart de comportement sur les figures (4.7) et (4.8)
reste tout de meˆme faible car le processus de simple ionisation par absorption d’un photon
e´tudie´ ici peut se produire sans les corre´lations e´lectroniques. Regardons ce qu’il en est
dans le cas de la double ionisation, ou` leur prise en compte est ne´cessaire.
La double ionisation
Le tableau (4.2) donne des probabilite´s totales de double ionisation par absorption
d’un photon, dans le cas de l’he´lium et des ions B3+ et Ne8+. Ces calculs ont e´te´ effectue´s
a` l’aide de l’expression (3.38) dans la base II (tableau (2.1)). Les parame`tres relatifs aux
syste`mes ions-laser sont toujours calibre´s d’apre`s les lois d’e´chelles en Z du tableau (B.1).
Ici, nous remarquons que les probabilite´s totales e´voluent suivant le syste`me multicharge´.
La loi d’e´chelle (4.5) n’est plus applicable dans le cas de la double ionisation par absorption
d’un photon car ce processus ne´cessite la prise en compte des termes correctifs en 1/r12
dans la description de l’e´tat fondamental et/ou final. Pour de´finir la nouvelle loi d’e´chelle
sur les probabilite´s, utilisons comme point de de´part l’expression (3.50) de la probabilite´
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He(Z=2) B3+(Z=5) Ne8+(Z=10)
Probabilite´ totale
de double ionisation 3.6× 10−5 5.4× 10−6 9.5× 10−7
Tableau 4.2: Probabilite´s totales de double ionisation de l’he´lium, de l’ion B3+ et de l’ion
Ne8+ par absorption d’un photon - Les parame`tres des syste`mes B3+-laser et Ne8+-laser
sont calibre´s d’apre`s les lois d’e´chelles en Z sur ceux du syste`me he´lium-laser suivants : I
= 3.5× 1014 W/cm2 ; ω = 4 u.a. ; 16 cycles optiques ; Rmax = 50 u.a.
en re´gime perturbatif. En introduisant le terme du premier ordre dans la fonction d’onde
de l’e´tat fondamental, nous obtenons alors :
P(N=1)kk ∝ 2πI| < φ1sφ1s +
∑
n,n′
< φ1sφ1s| 1r12 |φnφn′ >< φnφn′
E1s2 − Enn′ |~r ·
~E|ψf > |2ρf (E)C(1)T
(4.6)
Ou` ψf repre´sente la fonction d’onde des e´tats finaux du double continuum a` l’ordre ze´ro.
D’apre`s (3.22), nous savons que le terme < φ1sφ1s|~r · ~E|ψf > est nul. Les lois d’e´chelles
sur Z de´finies dans le tableau (B.1) concernant les autre termes de l’expression (4.6) nous
donnent finalement :
P(N=1)kk (Z) =
1
Z2
P˜(N=1)kk (4.7)
Les re´sultats obtenus dans le tableau (4.2) pour la double ionisation concordent mainte-
nant relativement bien avec la loi en Z ci-dessus (4.7).
Regardons pour finir sur la figure (4.9) la distribution de la densite´ de probabilite´ de
double ionisation en fonction des e´nergies E1 et E2 des deux e´lectrons e´jecte´s. Les pa-
rame`tres relatifs aux syste`mes ions-laser sont toujours calibre´s suivant ceux du syste`me
helium-laser donne´s plus haut. Nous observons que la re´partition de la probabilite´ reste
globalement la meˆme le long de la se´rie isoe´lectronique. La diagonale de plus haute pro-
babilite´ est toutefois de moins en moins marque´e au fur et a` mesure que la charge Z
augmente. Ceci est duˆ a` la largeur spectrale ∆ω du champ laser, de´finie en (1.7), qui
devient de plus en plus importante.
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Figure 4.9: Distribution de la densite´ de probabilite´ totale de double ionisation de l’he´lium
et des ions de sa se´rie isoe´lectronique par absorption d’un photon - Caracte´ristiques du
champ laser : voir tableau (4.2)
4.3 Absorption de deux photons
La double ionisation de l’atome d’he´lium par absorption de deux photons est un pro-
cessus riche en physique car il implique plusieurs voies possibles. Nous allons tout d’abord
pre´senter des re´sultats de sections efficaces pour ve´rifier la convergence des quelques ap-
proches traitant du sujet. Puis, a` l’aide des spectres en e´nergie des e´lectrons e´jecte´s, nous
allons caracte´riser les diffe´rents me´canismes de ce processus suivant l’e´nergie des photons
absorbe´s. Nous verrons alors si les effets de corre´lations e´lectroniques, qui sont bien de´finis
au niveau de l’e´tat fondamental atomique ainsi que durant la propagation laser, vont ap-
porter des modifications de re´sultats si nous les incluons dans la description du double
continuum. Enfin, nous regarderons e´galement la double ionisation par deux photons de
certains ions de la se´rie isoe´lectronique de l’he´lium.
4.3.1 Convergence des the´ories ?
Sur la figure (4.10), nous pre´sentons des re´sultats de sections efficaces de double ionisa-
tion de l’he´lium par absorption de deux photons, issus de diffe´rentes approches nume´riques
re´centes. La description des me´thodes utilise´es a e´te´ faite dans la section 3.2.1. Les re´sultats
de Piraux et coll. [95] sont issus de la re´solution directe de l’ESDT sur une base radiale
de fonctions Sturmiennes. Colgan et Pindzola [96], quant a` eux, utilisent une me´thode de
close-coupling de´pendante du temps ou` la fonction d’onde totale est construite sur une
grille de points. Feng et van der Hart [50] travaillent avec le formalisme de la the´orie de
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Figure 4.10: Sections efficaces de double ionisation de l’he´lium par absorption de deux
photons - Nos re´sultats sont compare´s avec ceux obtenus par Piraux et coll. [95], Feng et
coll. [50] et Colgan et coll. [96]
Floquet et de la matrice R, qui prend en compte les corre´lations e´lectron-e´lectron au ni-
veau de l’e´tat final. Nos propres calculs pre´sente´s ici ont e´te´ effectue´s par deux approches.
La premie`re, appele´e “ordre ze´ro”, de´finit les e´tats du double continuum de fac¸on non
corre´le´e (section 3.3.3). La deuxie`me, nomme´e “ordre un”, prend alors en compte des
corre´lations radiales entre les e´lectrons dans le double continuum (section 3.3.4).
D’un point de vue ge´ne´ral, nous pouvons constater que toutes les sections efficaces pre´sente´-
es sur la figure (4.10) restent dans un meˆme ordre de grandeur. Faisons un “zoom” sur
l’e´nergie de photon ω = 45 eV (1.65 u.a.), la` ou` les calculs sont les plus nombreux. L’e´cart
maximal observe´ entre les diffe´rents re´sultats reste dans un facteur de l’ordre de 1.3. Il est
raisonnable de penser que, vu les diffe´rences spe´cifiques de chaque approche, cet e´cart est
acceptable. D’autres calculs, non indique´s sur la figure, sont pre´sente´s par souci de clarte´
dans le tableau (4.3). Nikolopoulos et Lambropoulos [97], avec une me´thode perturbative,
trouvent une section efficace de 7.1×10−52 cm4s, ce qui est un facteur huit fois plus grand
que nos re´sultats a` l’ordre ze´ro. Mercouris et coll., [98] avec une re´solution non pertur-
bative spe´cifique, obtiennent e´galement une section efficace beaucoup plus e´leve´e que la
noˆtre, a` savoir 6.3× 10−52 cm2s. Notons que ces deux valeurs reporte´es ici sont diffe´rentes
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ω (eV) Nos re´sultats Nikolopoulos Mercouris
ordre 0 / ordre 1 et coll. [97] et coll. [98]
(cm4s) (cm4s) (cm4s)
45 0.9× 10−52 / 0.99× 10−52 7.1× 10−52 6.3× 10−52
55.8 2.71× 10−52 / 2.62× 10−52 4.6× 10−52
Tableau 4.3: Sections efficaces de double ionisation de l’he´lium par absorption de deux
photons - Nos re´sultats sont compare´s avec ceux obtenus par Nikolopoulos et coll. [97] et
Mercouris et coll. [98]
de celles pre´sente´es dans leurs articles respectifs. Nous avons pris soin de transformer leurs
re´sultats par rapport a` la de´finition de la section efficace que nous avons choisie dans ce
document (3.39), pour ainsi comparer des grandeurs similaires.
Nous retenons ici que la convergence des divers re´sultats est correcte dans son ensemble.
Cependant, des efforts restent a` faire quant a` l’uniformisation des repre´sentations du
double continuum. Pour notre part, nos calculs de sections efficaces dans l’approche
corre´le´e ou non corre´le´e du double continuum ne pre´sentent pas de diffe´rences majeures.
L’introduction des corre´lations dans le double continuum n’influe donc pas de fac¸on si-
gnificative sur la valeur de la section efficace totale. Nous nous pencherons plus en de´tails
sur ce sujet dans la suite de ce document.
4.3.2 Ionisation directe et ionisation se´quentielle
Processus
Etudions quels vont eˆtre les processus d’absorption possibles a` travers la structure
e´lectronique de l’atome. L’atome d’he´lium peut eˆtre doublement ionise´ par absorption de
deux photons d’e´nergies supe´rieures a` 1.45 u.a. (39.5 eV). Deux voies sont alors re´alisables
lors du me´canisme d’absorption des photons. La premie`re, la double ionisation directe,
est repre´sente´e sche´matiquement sur la figure (4.11)(a). La fonction d’onde de´crivant
l’e´volution de l’atome passe d’un e´tat lie´ - l’e´tat fondamental - vers un e´tat du double
continuum via l’excitation “virtuelle” d’e´tats interme´diaires. La seconde voie possible est
la double ionisation se´quentielle, de´crite sur la figure (4.11)(b). Dans ce cas, l’absorp-
tion des deux photons peut eˆtre de´compose´e en deux se´quences distinctes. L’absorption
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(a) Processus direct (b) Processus se´quentiel
Figure 4.11: Sche´matisation de la double ionisation de l’he´lium par absorption de deux
photons
du premier photon, “se´quence 1”, e´jecte un e´lectron d’e´nergie E1 et produit ainsi l’ion
He+ dans son e´tat fondamental 1s. L’absorption du second photon, “se´quence 2”, va alors
ioniser l’ion He+(1s) pour donner un ion re´siduel He++ et e´jecter le deuxie`me e´lectron dans
le double continuum avec une e´nergie E2. Re´ussir a` caracte´riser de fac¸on syste´matique
les deux processus de double ionisation est un challenge inte´ressant. D’un point de vue
e´nerge´tique, seule la double ionisation directe sera autorise´e pour des e´nergies de pho-
tons comprises entre 1.45 u.a. et 2 u.a.. En effet, pour un photon d’e´nergie infe´rieure
au potentiel de simple ionisation de He+, le processus se´quentiel ne pourra atteindre le
double continuum qu’avec l’absorption de trois photons. Par contre, dans le cas de pho-
tons d’e´nergie supe´rieure a` 2 u.a., les deux processus d’ionisation vont pouvoir avoir lieu :
quel sera alors le processus dominant ?
Spectres caracte´ristiques
Graˆce a` l’e´tude des spectres en e´nergie des e´lectrons re´sultant de la double ionisa-
tion, de´finis en (3.34) et (3.37), nous allons pouvoir obtenir des renseignements quant
au processus d’ionisation privile´gie´. Regardons tout d’abord la distribution totale de la
densite´ de probabilite´ de double ionisation de l’he´lium par absorption de deux photons de
1.6 u.a., pre´sente´e sur la figure (4.12). L’e´clairement du champ laser est de 1014 W/cm2,
pour une dure´e d’impulsion de l’ordre de la femtoseconde. Les calculs ont e´te´ effectue´s
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Figure 4.12: Distribution de la densite´ de probabilite´ totale de double ionisation de
l’he´lium par absorption de deux photons - Caracte´ristiques du champ laser : I = 1014
W/cm2 ; ω = 1.6 u.a. ; 10 cycles optiques
dans la repre´sentation non corre´le´e du double continuum (section 3.3.3). La distribution
(4.12) repre´sente la somme des contributions de tous les canaux de type (L = 0, l1, l2) et
(L = 2, l1, l2) ouverts dans la base I (tableau (2.1)), en fonction des e´nergies respectives
E1 et E2 des deux e´lectrons. Nous constatons que la re´partition de la densite´ de proba-
bilite´ est assez e´tale´e, sans ve´ritable zone de probabilite´ maximale. Ceci nous montre que
les e´lectrons ont tendance a` se partager uniforme´ment l’e´nergie totale disponible dans le
double continuum, a` savoir ici Etot = 0.3 u.a.. L’e´nergie des photons est e´gale a` 1.6 u.a., ce
qui n’autorise dans ce cas que la double ionisation directe. Ainsi, nous en concluons que la
forme du spectre observe´e sur la figure (4.12) est la re´partition en e´nergie caracte´ristique
de la double ionisation directe.
La figure (4.13) montre la distribution en e´nergie des e´lectrons e´jecte´s par un champ laser
de meˆme e´clairement que pre´ce´demment, mais cette fois-ci avec des photons d’e´nergies
e´gales a` 2.1 u.a.. Dans ce cas, la voie directe et la voie se´quentielle sont toutes les deux
autorise´es e´nerge´tiquement. Nous observons sur la figure (4.13)(a) une re´partition de la
densite´ de probabilite´ marque´e par deux maximums bien de´finis, syme´triques par rapport
a` la diagonale E1 = E2. Un e´lectron est donc e´jecte´ avec une e´nergie beaucoup plus e´leve´e
que celle de l’autre e´lectron. Pour caracte´riser plus pre´cise´ment ces e´nergies, regardons
le spectre inte´gre´ a` un e´lectron (4.13)(b) calcule´ a` l’aide de l’expression (3.37). Les pics
observe´s se trouvent respectivement a` 1.1 u.a. et 0.09 u.a.. Si nous revenons au diagramme
repre´sentant la double ionisation se´quentielle (4.11)(b), les e´nergies the´oriques attendues
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(a)
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Figure 4.13: (a) Distribution de la densite´ de probabilite´ totale de double ionisation de
l’he´lium par absorption de deux photons (b) Spectre inte´gre´ a` un e´lectron - Caracte´ristiques
du champ laser : I = 1014 W/cm2 ; ω = 2.1 u.a. ; 14 cycles optiques
pour chacun des e´lectrons e´jecte´s s’e´tablissent de la fac¸on suivante :
E1 = EHe(1s2) + ω − EHe+(1s) (4.8)
E2 = EHe+(1s) + ω (4.9)
Avec ω = 2.1 u.a., nous obtenons d’apre`s les deux expressions ci-dessus E1 = 1.2 u.a.
et E2 = 0.1 u.a.. Le pic de plus haute e´nergie obtenu sur le spectre (4.13)(b) correspond
au processus (4.8), c’est-a`-dire a` l’ionisation par un photon de l’he´lium dans son e´tat
fondamental. Le pic de plus basse e´nergie, quant a` lui, est la signature de l’ionisation de
l’ion He+(1s) par le second photon (4.9). Les valeurs des e´nergies E1 et E2 the´oriques
et celles obtenues par le calcul sur la figure (4.13)(b) ne sont pas exactement les meˆmes
car nous avons utilise´ des approximations pour repre´senter les e´tats du double continuum
(voir section 3.3.3).
Pour des e´nergies de photons supe´rieures a` 2 u.a., domaine ou` les voies se´quentielle et
directe sont possibles, l’analyse du spectre e´nerge´tique nous permet donc de dire que le
processus de double ionisation dominant est le processus se´quentiel, en accord avec [69].
Une deuxie`me information importante peut eˆtre tire´e du spectre (4.13)(b). La distance
entre les deux pics va correspondre a` l’e´nergie de corre´lation e´lectronique dans l’e´tat
fondamental. En effet, l’e´cart e´nerge´tique entre les pics, d’apre`s (4.8) et (4.9), est donne´
par l’expression suivante :
Ecorr = E1 − E2 = EHe(1s2) − 2× EHe+(1s) (4.10)
Nous de´finissons les corre´lations e´lectroniques de la fac¸on suivante :
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l’e´nergie de corre´lation e´lectronique Ecorr dans l’e´tat fondamental de l’he´lium
est la diffe´rence entre l’e´nergie du fondamental EHe(1s2) = -2.903 u.a. calcule´e
de fac¸on “exacte”, et l’e´nergie du fondamental E1s2 = -4 u.a. obtenue avec un
mode`le a` deux e´lectrons inde´pendants.
En d’autres termes, l’e´nergie de corre´lation quantifie la force de re´pulsion e´lectrostatique
exerce´e entre les deux e´lectrons dans l’e´tat fondamental atomique. Dans le cas de l’atome
d’he´lium, elle est e´gale a` 1.1 u.a. (29.9 eV). La diffe´rence d’e´nergie entre les deux e´lectrons
e´jecte´s est donc l’e´nergie de corre´lation Ecorr. Nous trouvons sur le spectre (4.13)(b) que
les deux pics sont se´pare´s par une e´nergie de l’ordre de 1.01 u.a. (27.5 eV), ce qui concorde
relativement bien avec la valeur the´orique attendue a` 1.1 u.a..
La figure (4.14) nous donne les contributions des principaux canaux de double ionisation
Figure 4.14: Spectres inte´gre´s a` un e´lectron de double ionisation de l’he´lium par absorp-
tion de deux photons, dans les canaux (L = 2, l1 = 1, l2 = 1), (L = 0, l1 = 1, l2 = 1) et
(L = 0, l1 = 0, l2 = 0) - Caracte´ristiques du champ laser : voir figure (4.13)
de type (L = 0, l1, l2) et (L = 2, l1, l2) pris en compte dans la distribution totale de la
figure (4.13). Nous constatons tout d’abord que les canaux (L = 2, l1 = 1, l2 = 1) et
(L = 0, l1 = 1, l2 = 1) sont les canaux dominants, en accord avec la discussion de la sec-
tion 3.3.2. De plus, la contribution du canal (L = 2, l1 = 1, l2 = 1) est e´galement attendue
deux fois plus importante que celle du canal (L = 0, l1 = 1, l2 = 1), d’apre`s les proprie´te´s
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des coefficients de Clebsch-Gordan (3.24). Nous observons que cet ordre de grandeur est
ve´rifie´ pour les pics de plus basse e´nergie. Concernant l’amplitude des pics de plus haute
e´nergie, la proportion est moins bien respecte´e, et leurs positions ne sont pas exactement
les meˆmes. Ceci provient d’un proble`me purement nume´rique. En effet, la base radiale I
(tableau (2.1)) dans laquelle nous travaillons permet de repre´senter des e´tats du double
continuum de syme´trie 1Se avec une e´nergie maximale de l’ordre de 1.7 u.a.. Par contre,
l’e´nergie maximale des e´tats de syme´trie 1De n’est que de 1.35 u.a.. Ainsi, le pic de haute
e´nergie du spectre associe´ au canal (L = 2, l1 = 1, l2 = 1) est moins bien de´fini du fait de
la proximite´ de la limite de l’espace radial.
Le canal (L = 0, l1 = 0, l2 = 0), repre´sente´ sur la figure (4.14), est tre`s peu pro-
bable puisque il est issu des termes de corrections d’ordre un (3.20), tout comme les
autres canaux possibles du type (L = 0, l1 = 2, l2 = 2), (L = 2, l1 = 0, l2 = 2) ou
(L = 2, l1 = 1, l2 = 3) non reporte´s sur la figure.
Pour re´sumer ce que nous venons de de´montrer dans cette section, nous pouvons dire que :
Pour ω > 2 u.a., le processus se´quentiel de double ionisation est do-
minant par rapport au processus direct, et la structure du spectre
e´nerge´tique associe´ est directement relie´e a` l’e´nergie de corre´lation
e´lectronique dans l’e´tat fondamental atomique.
4.3.3 Les corre´lations e´lectron-e´lectron dans le double conti-
nuum
L’approximation principale que nous avons faite dans la repre´sentation des processus
de double ionisation multiphotonique concerne la description des e´tats atomiques dou-
blement excite´s atteints apre`s interaction. Nous avons constate´ que le fait de prendre en
compte ou non les effets de corre´lations e´lectron-e´lectron dans le double continuum n’af-
fectait pas de fac¸on significative les re´sultats de sections efficaces totales, et par conse´quent
les probabilite´s totales de double ionisation. Cependant, regardons les possibles modifica-
tions qu’ils peuvent entraˆıner sur la distribution e´nerge´tique entre les e´lectrons [99].
La figure (4.15) pre´sente le spectre inte´gre´ a` un e´lectron de double ionisation de l’he´lium
par absorption de deux photons d’e´nergies e´gales a` 2.1 u.a.. Nous remarquons que les
calculs effectue´s dans une repre´sentation corre´le´e du double continuum, note´s “ordre un”,
modifie le´ge`rement la position du pic de plus haute e´nergie par rapport a` celle obtenue avec
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Figure 4.15: Spectre inte´gre´ a` un e´lectron de double ionisation de l’he´lium par absorption
de deux photons, dans le canal (L = 2, l1 = 1, l2 = 1) - Caracte´ristiques du champ laser :
I = 1014 W/cm2 ; ω = 2.1 u.a. ; 10 cycles optiques
une repre´sentation non corre´le´e. Nous avons vu que ce pic correspondait au premier pas
du processus se´quentiel, soit l’e´mission d’un e´lectron depuis l’e´tat fondamental He(1s2).
Les interactions entre e´lectrons dans le double continuum de´fini a` l’ordre 1 sont essen-
tiellement des corre´lations radiales, autrement dit les effets d’e´cran qui peuvent avoir lieu
entre les e´lectrons et le noyau. Ainsi, lors de l’ionisation de He(1s2) par le premier photon,
l’e´lectron e´jecte´ “voit” la charge du noyau e´crante´e par le deuxie`me e´lectron toujours lie´.
C’est pour cette raison que la position du pic associe´ a` ce phe´nome`ne est ame´liore´e avec
les calculs d’ordre 1. Le deuxie`me pas du processus, l’e´jection du second e´lectron depuis
l’ion He+(1s), subira des effets d’e´cran beaucoup moins importants.
La figure (4.16) montre la re´partition de la densite´ de probabilite´ suivant les e´nergies
des e´lectrons e´jecte´s, dans le meˆme cas de figure que pre´ce´demment. Par souci de clarte´
de la figure, nous n’avons repre´sente´ ici que les zones de plus haute probabilite´. Avec
une e´nergie de photon de 2.1 u.a., l’e´nergie totale disponible dans le double continuum
est the´oriquement Etot = E1 + E2 = 1.3 u.a. ; nous l’avons repre´sente´e par une ligne en
pointille´. Les distributions calcule´es par les deux approches gardent de fac¸on globale la
forme caracte´ristique du processus se´quentiel, a` savoir deux pics de plus haute probabilite´
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(a) Double continuum non corre´le´
(“ordre ze´ro”)
(b) Double continuum corre´le´ (“ordre
un”)
Figure 4.16: Distribution de la densite´ de probabilite´ totale de double ionisation de
l’he´lium par absorption de deux photons. En pointille´ est repre´sente´e la ligne the´orique
de conservation d’e´nergie - Caracte´ristiques du champ laser : I = 1014 W/cm2 ; ω = 2.1
u.a. ; 6 cycles optiques
syme´triques par rapport a` l’axe E1 = E2. Cependant, nous observons une le´ge`re diffe´rence
de position de la distribution suivant les deux calculs. La figure (4.16)(b) repre´sentant l’ap-
proche corre´le´e affiche une zone de haute probabilite´ plus proche de la ligne the´orique de
conservation d’e´nergie.
Nous pouvons donc en conclure que les corre´lations e´lectroniques dans le double conti-
nuum ne vont pas jouer un roˆle pre´ponde´rant dans la distribution e´nerge´tique entre les
e´lectrons. Leur prise en compte dans nos calculs va tout de meˆme servir a` affiner notre
repre´sentation. Ne´ammoins, notons qu’une analyse angulaire des e´lectrons e´jecte´s devrait
ne´cessiter d’une plus ample investigation sur la repre´sentation des corre´lations e´lectron-
e´lectron, point dont nous parlerons dans le chapitre des perspectives.
4.3.4 Comportement des ions he´liumo¨ıdes
Comme dans le cas de l’e´tude a` un photon, des lois d’e´chelles suivant la charge Z (voir
annexe B) vont nous permettre d’e´tudier la double ionisation par absorption de deux
photons des ions de la se´rie isoe´lectronique de l’he´lium [70]. Le tableau (4.4) montre la
probabilite´ totale de double ionisation des ions B3+(Z=5) et Ne8+(Z=10) dans les canaux
(L = 0, l1, l2) et (L = 2, l1, l2). Les parame`tres des syste`mes B
3+-laser et Ne8+-laser ont e´te´
calibre´s suivant les lois d’e´chelles approprie´es a` partir des parame`tres du syste`me he´lium-
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He(Z=2) B3+(Z=5) Ne8+(Z=10)
Probabilite´ totale
de double ionisation P(N=2)kk (L = 0) 0.156× 10−3 0.224× 10−3 0.229× 10−3
Probabilite´ totale
de double ionisation P(N=2)kk (L = 2) 0.351× 10−3 0.479× 10−3 0.481× 10−3
Tableau 4.4: Probabilite´s totales de double ionisation de l’he´lium et des ions de sa se´rie
isoe´lectronique par absorption de deux photons - Les caracte´ristiques des syste`mes B3+-
laser et Ne8+-laser sont calibre´s d’apre`s les lois d’e´chelles en Z sur les parame`tres du
syste`me He-laser suivants : I = 1014 W/cm2 ; ω = 2 u.a. ; 16 cycles optiques ; Rmax = 50
u.a.
laser suivants : I = 3.5 × 1014 W/cm2, ω = 2 u.a., 16 cycles optiques, base I. Tous les
re´sultats tendent a` se stabiliser lorsque la charge Z augmente. La loi d’e´chelle (4.5) sur
les probabilite´s est ici bien respecte´e, car l’ordre ze´ro de la the´orie des perturbations est
suffisant pour de´crire les processus d’absorption de deux photons.
Bien que la probabilite´ totale de double ionisation soit constante quel que soit le syste`me
ion he´liumo¨ıde-laser e´tudie´, nous allons tout de meˆme noter une e´volution de la re´partition
de la densite´ de probabilite´. La figure (4.17) donne la distribution e´nerge´tique entre les
deux e´lectrons e´jecte´s pour l’he´lium, l’ion B3+ et l’ion Ne8+. Les parame`tres respectifs de
chaque syste`me sont toujours de´finis suivant les lois d’e´chelles approprie´es. Pour Z = 2,
nous observons la forme caracte´ristique du processus se´quentiel, a` savoir deux pics bien
de´finis. L’e´nergie du photon utilise´, 2 u.a., ne permet pourtant pas l’ionisation de He+(1s)
puisque elle est ici exactement e´gale a` la diffe´rence d’e´nergie entre les seuils de simple
et double ionisation. Cependant, la largeur spectrale ∆ω (1.7), e´gale a` 0.25 u.a. dans ce
cas, va tout de meˆme permettre au deuxie`me e´lectron d’eˆtre e´jecte´ dans le double conti-
nuum. Le comportement de l’ion B3+ (Z=5) pre´sente une forme similaire mais avec un
espacement des pics moins de´fini, tandis que nous observons une seule “bosse” dans le
cas de l’ion Ne8+ (Z=10). Cette e´volution observe´e le long de la se´rie isoe´lectronique peut
eˆtre explique´e du point de vue de la the´orie des perturbations. Puisque l’ordre ze´ro de la
the´orie des perturbations est suffisant lors des me´canismes d’absorption de deux photons,
les calculs seront alors “exacts” pour Z tendant vers l’infini. Ainsi, tout e´cart de com-
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Z = 2
Z = 5 Z = 10
Figure 4.17: Distribution de la densite´ de probabilite´ de double ionisation de l’he´lium et
des ions de sa se´rie isoe´lectronique par absorption de deux photons, dans le canal dominant
(L = 2, l1 = 1, l2 = 1) - Caracte´ristiques des syste`mes ions-laser : voir tableau (4.4)
portement d’un ion de charge Z avec le cas limite exact “Z →∞” serait uniquement duˆ
aux effets de corre´lations e´lectron-e´lectron dans le double continuum. Plus pratiquement,
tout e´cart entre nos re´sultats the´oriques et des re´sultats expe´rimentaux nous donnerait
directement une vision quantitative des effets de corre´lations e´lectroniques. Nous pouvons
noter e´galement une moins bonne re´solution dans la description du syste`me lorsque la
charge augmente. Par exemple, pour Z = 5, la largeur spectrale ∆ω est maintenant de
1.5 u.a., tandis que l’e´nergie de corre´lation Ecorr est de l’ordre de 3 u.a.. L’impulsion la-
ser, de part son importante largeur spectrale, va pouvoir exciter une plus grande bande
d’e´tats finaux, ce qui va entraˆıner un e´largissement des pics sur le spectre. La distribution
e´nerge´tique relative a` Z = 5 confirme ce raisonnement : les pics sont plus e´tale´s et leur
espacement est moins marque´. Cependant, ce point de vue n’explique pas a` lui seul l’allure
du spectre pour Z = 10. Nous devrions alors observer une distribution relativement plate,
correspondante a` deux pics tellement e´tale´s qu’ils se recouvriraient. Ici, nous observons
une densite´ forte en son centre, et qui de´croˆıt a` mesure que l’e´nergie des e´lectrons aug-
mente. La largeur spectrale est du meˆme ordre de grandeur que l’e´nergie de corre´lation
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dans l’e´tat fondamental de l’ion Ne8+. De ce fait, la diffe´renciation entre les processus
direct et se´quentiel n’est plus pertinente.
4.4 Vers des champs lasers de plus en plus brefs
Dans le chapitre 1, nous avons vu que le de´veloppement de nouvelles techniques de
production de rayonnement laser allait nous amener vers une e´chelle de temps d’inter-
action encore plus courte, l’attoseconde. Que va-t-il advenir des diffe´rents me´canismes
d’ionisation pre´sente´s pre´ce´demment, avec de telles impulsions attosecondes ?
4.4.1 Temps d’interaction et temps de relaxation e´lectronique
Figure 4.18: Evolution du spectre e´nerge´tique de double ionisation se´quentielle de l’he´lium
dans le canal (L = 2, l1 = 1, l2 = 1) en fonction du temps d’interaction. Par souci de clarte´
de la figure, les re´sultats associe´s a` 6 et 10 cycles optiques ont e´te´ multiplie´s respectivement
par un facteur 8 et 3 - Caracte´ristiques du champ laser : I = 1014 W/cm2 ; ω = 2.1 u.a.
La figure (4.18) repre´sente des spectres e´nerge´tiques inte´gre´s a` un e´lectron de double
ionisation de l’he´lium par absorption de deux photons de 2.1 u.a., ou` trois dure´es d’im-
pulsions laser diffe´rentes ont e´te´ conside´re´es : 14 cycles optiques (soit a` peu pre`s une
femtoseconde), 10 cycles optiques (soit 720 attosecondes) et 6 cycles optiques (soit 430
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as). Avec une telle e´nergie de photon, nous avons de´montre´ pre´ce´demment que le proces-
sus dominant de double ionisation e´tait le processus se´quentiel, entraˆınant la production
de l’ion He+. Le spectre correspondant au temps d’interaction le plus long confirme ce
fait : nous observons bien deux pics bien distincts aux positions respectives E1 et E2,
de´finies en (4.8) et (4.9). Pour une dure´e d’impulsion de l’ordre de 720 attosecondes, les
pics ont tendance a` se rapprocher l’un par rapport a` l’autre. Enfin, pour une dure´e d’im-
pulsion ultra-bre`ve de 430 attosecondes, la position des pics n’est plus de´finie de fac¸on
significative. Pour tenter d’expliquer cette modification de la re´partition e´nerge´tique, re-
gardons le sche´ma (4.19). Lors du processus de double ionisation se´quentielle, un e´tat non
Figure 4.19: Sche´matisation de la relaxation e´lectronique au sein de l’atome d’he´lium
pendant le processus de double ionisation par absorption de deux photons de 2.1 u.a.
stationnaire interme´diaire Φns (paquet d’onde) est cre´e´ par absorption du premier pho-
ton. La transition de l’e´lectron lie´ vers le seuil He+(1s) met en jeu l’e´nergie de corre´lation
e´lectronique Ecorr (4.10) qui est emporte´e par l’e´lectron du continu. Il est alors raisonnable
d’associer a` cette transition un temps, nomme´ temps de corre´lation, et de´fini de la fac¸on
suivante :
Tcorr =
2π
Ecorr
(4.11)
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Il est ici e´gal a` 5.7 u.a., soit 140 attosecondes. Sur la figure (4.18), les temps d’interaction
mis en jeu sont a` l’e´chelle subfemtoseconde, ce qui est du meˆme ordre de grandeur que
la dynamique e´lectronique au sein de l’atome d’he´lium. Cette premie`re remarque peut
alors donner un de´but d’explication quant a` la modification de la structure des spectres
e´nerge´tiques en fonction du temps d’interaction. Pour une impulsion ultra-bre`ve d’une
dure´e comparable au temps de corre´lation e´lectronique, la relaxation du paquet d’onde
Φns vers l’e´tat stationnaire He(1skp) n’aura pas le temps de se produire. Ainsi, il devien-
dra alors impossible de distinguer le processus se´quentiel du processus direct : le spectre
e´lectronique associe´ n’aura pas de forme caracte´ristique. Sur la figure (4.18), nous obser-
vons bien ce phe´nome`ne pour le temps d’interaction laser le plus bref.
Dans le cas spe´cifique e´tudie´ ici, les photons du champ laser ont une e´nergie e´gale a` 2.1
u.a.. La position de l’e´tat 1skp atteint avec un photon sera donc a` −0.8 u.a.. Dans cette
re´gion e´nerge´tique, se trouve une se´rie d’e´tats autoionisants de configuration 1P o que
nous avons repre´sente´e sur le sche´ma (4.19). Un e´tat autoionisant est un e´tat particulier
parmi les e´tats du continu de l’atome. Sa structure doublement excite´e est couple´e de
manie`re re´sonante aux e´tats du simple continu par le terme d’interaction die´lectronique.
Le me´canisme physique caracte´risant ces e´tats est le suivant : lorsque les deux e´lectrons
se trouvent sur des orbitales excite´es, il existe une certaine probabilite´ pour que l’un
des e´lectrons se de´sexcite vers une orbitale plus basse e´nerge´tiquement. L’exce`s d’e´nergie
est alors transfe´re´e au deuxie`me e´lectron, via le couplage die´lectronique entre les deux
e´lectrons, e´jectant ainsi cet e´lectron dans le continu atomique. Le terme autoionisant
vient donc du fait que, sans perturbation exte´rieure, un atome doublement excite´ de´croˆıt
naturellement vers un syste`me forme´ par un ion simplement charge´ et un e´lectron libre.
Dans le cas de l’he´lium, un e´tat autoionisant de configuration 1P o(2s2p) se situe a` une
e´nergie de −0.6928 u.a. [100]. Avec un champ laser d’une dure´e d’impulsion de 6 cycles
optiques et de fre´quence ω = 2.1 u.a., cet e´tat pourra tout de meˆme eˆtre atteint car la
largeur spectrale (1.7) d’un tel champ est de l’ordre de 0.7 u.a.. La grande dispersion du
champ permet donc de couvrir l’e´tat 1skp mais e´galement la zone des e´tats autoionisants.
Ces e´tats ont des dure´es de vie de l’ordre de la femtoseconde jusqu’a` 10 fs. Ils n’ont donc
pas le temps de se relaxer durant l’interaction laser-atome, mais ils vont s’autoioniser
apre`s cette interaction. On les retrouvera donc sous forme de structures dans le spectre
d’ionisation de l’he´lium par absorption d’un photon. Il est important de noter que le di-
pole entre une structure diexcite´e 1P o(2ln’l’) et le double continuum est e´gal a` ze´ro si
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on ne´glige les corre´lations e´lectroniques. L’excitation des e´tats autoionisants ne devrait
donc pas avoir d’influence significative sur la double ionisation par absorption de deux
photons. Ceci est confirme´ par les spectres de double ionisation qui sont domine´s par le
processus se´quentiel. C’est aussi en accord avec des e´tudes pre´liminaires mene´es sur la
double excitation/ionisation de l’he´lium [8]. Re´cemment, Nikolopoulos et coll. [101] ont
e´galement fait les meˆmes observations.
4.4.2 Cas des impulsions a` de´rive de fre´quence
Figure 4.20: Evolution du spectre e´nerge´tique inte´gre´ a` un e´lectron suivant la valeur du
parame`tre de chirp α, dans le canal d’ionisation (L = 2, l1 = 1, l2 = 1) - Caracte´ristiques
du champ laser : I = 1014 W/cm2 ; ω = 2 u.a. ; 10 cycles optiques
La repre´sentation semi-classique du champ laser (1.4) posse`de comme atout majeur un
facile re´glage de la dure´e totale de l’impulsion. Pour clore ce chapitre, nous allons appliquer
un autre mode`le d’impulsion laser que nous avons pre´sente´ en (1.8) : il s’agit d’impulsions
lasers a` de´rive de fre´quence. Elles sont caracte´rise´es par le fait que les diffe´rentes compo-
santes spectrales subissent un le´ger de´calage les unes par rapport aux autres. Ce de´calage
en fre´quence est de´fini par le parame`tre α, appele´ parame`tre de “chirp”. Elles sont utilise´es
expe´rimentalement, notamment lors de la compression de faisceaux lasers. La figure (4.20)
pre´sente le spectre inte´gre´ a` un e´lectron de double ionisation de l’he´lium par absorption
de deux photons de 2 u.a., en fonction de la valeur du parame`tre de chirp. Le nombre de
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cycles optiques des impulsions est fixe´ a` 10. Pour α = 0, l’expression (1.8) nous permet de
retrouver la repre´sentation semi-classique de de´part (1.4). Ainsi, le spectre associe´ pre´sente
la forme caracte´ristique de la double ionisation se´quentielle. Lorsque le parame`tre α aug-
mente, nous constatons que les deux pics du spectre ont tendance a` se rapprocher l’un
par rapport a` l’autre, pour finalement ne plus eˆtre diffe´renciables dans le cas ou` α = 0.4.
Nous pouvons mettre en paralle`le ce comportement avec celui observe´ sur la figure (4.18),
ou` nous avons diminue´ la dure´e d’une impulsion “non chirpe´e”. Pour expliquer ceci, il
nous faut regarder le spectre en fre´quence des impulsions a` de´rive de fre´quence que nous
avons donne´ pre´ce´demment sur la figure (1.11). Nous avions constate´ un e´largissement de
la largeur a` mi-hauteur de l’impulsion au fur et a` mesure de l’augmentation de la valeur
du parame`tre de chirp, accompagne´ d’un abaissement de l’amplitude. Rappelons que la
largeur spectrale est inversement proportionnelle a` la dure´e de l’impulsion laser (3.44).
Ainsi, nous nous apercevons que plus la de´rive en fre´quence de l’impulsion laser est im-
portante, plus sa dure´e est bre`ve. Ceci explique l’e´volution des spectres e´nerge´tiques de
la figure (4.20).
“Jouer” sur la de´rive de fre´quence de ce type d’impulsions permet finalement d’atteindre
plus facilement des e´chelles de temps d’interaction ultra-bre`ves, permettant de sonder la
dynamique e´lectronique au sein d’un syste`me atomique. Inversement, si le processus de
double ionisation est bien connu dans l’atome, il sera alors possible de sonder la structure
de l’impulsion.
4.5 Conclusion
Nous venons d’aborder dans ce chapitre la double ionisation de l’atome d’he´lium par
photo-absorption a` l’aide d’une approche nume´rique non perturbative. Dans le paragraphe
4.2, nous avons tout d’abord e´tudie´ le cas de la double ionisation de l’he´lium par absorp-
tion d’un unique photon, avec des dure´es d’impulsions lasers de l’ordre de la femtoseconde.
Nous nous sommes penche´s sur l’e´tude de la re´partition de l’e´nergie photonique entre les
deux e´lectrons e´jecte´s dans le double continuum atomique. L’observation des spectres
e´nerge´tiques des e´lectrons nous a permis de remarquer que les deux e´lectrons avaient
tendance a` se partager uniformement l’e´nergie disponible au dessus du seuil de double
ionisation, phe´nome`ne confirme´ par l’expe´rience. Ce meˆme comportement a e´galement
e´te´ note´ dans le cas des ions de la se´rie isoe´lectronique de l’he´lium. Graˆce a` l’application
des lois d’e´chelles suivant la charge, nous avons pu constater que l’e´tude de la double
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ionisation des ions he´liumo¨ıdes nous renseignait directement sur les effets de corre´lations
e´lectroniques par rapport a` l’effet de la charge nucle´aire. Ce paragraphe nous a essentiel-
lement servi a` comparer notre me´thode avec les nombreux autres calculs the´oriques et
expe´rimentaux existants sur le sujet. Au niveau des sections efficaces totales, les re´sultats
convergent parfaitements.
La double ionisation par absorption de deux photons a e´te´ e´tudie´e dans le paragraphe
4.3. Nous avons pre´sente´ des calculs de sections efficaces totales, en bon accord avec
d’autres re´sultats the´oriques existants. La non line´arite´ de l’absorption de deux photons
offre la possibilite´ d’atteindre le double continuum depuis l’e´tat fondamental par deux
voies diffe´rentes : une voie directe et une voie se´quentielle. L’e´tude de la distribution
e´nerge´tique entre les e´lectrons e´jecte´s nous a alors permis de caracte´riser chacune d’entre
elle de fac¸on syste´matique. La double ionisation directe est la seule voie permise pour des
e´nergies de photons comprises entre 1.45 et 2 u.a., et le spectre en e´nergie des e´lectrons
relatif a` ce cas de figure montre une distribution e´tale´e. Pour des e´nergies de photons
supe´rieures a` 2 u.a., le processus dominant est la double ionisation se´quentielle. Le spectre
associe´ pre´sente alors deux pics bien de´finis ; le pic de plus haute e´nergie correspond a`
l’ionisation par le premier photon de l’he´lium dans son e´tat fondamental, tandis que le
pic de plus basse e´nergie est la signature de l’ionisation de l’ion He+(1s) par le second
photon. L’e´cart entre les deux pics est associe´ a` l’e´nergie de corre´lation e´lectron-e´lectron
agissant dans l’e´tat fondamental atomique. Apre`s absorption de deux photons, un e´lectron
a donc tendance a` emporter une grande partie de l’e´nergie disponible par rapport a` l’autre
e´lectron.
Dans le paragraphe 4.4, nous nous sommes finalement pre´occupe´s de l’influence de la
dure´e de l’impulsion laser sur les me´canismes de double ionisation multiphotonique. Les
pics observe´s sur le spectre de la double ionisation se´quentielle se rapprochent l’un par
rapport a` l’autre au fur et a` mesure de la diminution du temps d’interaction. Pour des
dure´es d’impulsions lasers de l’ordre de la centaine d’attoseconde, les e´chelles de temps de
relaxation e´lectronique au sein de l’atome d’he´lium sont atteintes, ce qui ne nous permet
plus de diffe´rencier le processus direct du processus se´quentiel. Un rapprochement et un
e´largissement des pics sont alors observe´s.
L’objectif du chapitre suivant est maintenant d’e´tendre notre e´tude vers des syste`mes ato-
miques plus complexes, tel que l’atome de be´ryllium, ou` la pre´sence d’un coeur e´lectronique
complique le proble`me en meˆme temps qu’il l’enrichit.

Chapitre 5
Ionisation du be´ryllium par absorption
photonique
“Il est plus facile de briser un atome que de briser un pre´juge´.”
- Albert Einstein -

5.1 Introduction 109
5.1 Introduction
L’atome de be´ryllium fait partie de la famille des me´taux alcalino-terreux, au meˆme
titre que les atomes de magne´sium, calcium, ou encore de strontium. Ils pre´sentent tous
la particularite´ de posse´der deux e´lectrons sur la couche la plus externe, et un ensemble
compact de couches e´lectroniques internes beaucoup plus lie´ au noyau. Apre`s l’e´tude de
la dynamique des syste`mes he´liumo¨ıdes en pre´sence d’un champ laser, la communaute´
scientifique s’est tourne´e vers cette famille d’atomes. Quelques re´cents travaux the´oriques
et expe´rimentaux ont aborde´ la double ionisation des couches de valence du calcium
[102, 103] et du magne´sium [104, 105]. L’atome de be´ryllium est cependant un des choix
les plus attractifs. Il est compose´ en effet de deux e´lectrons de valence sur la couche 2s, et de
deux e´lectrons sur la couche interne 1s. Les deux couches e´lectroniques e´tant tre`s se´pare´es
d’un point de vue e´nerge´tique, nous pouvons supposer que l’interaction d’un champ laser
avec la couche 1s et la couche 2s sont deux phe´nome`nes qui ne vont pas interfe´rer entre
eux. Le be´ryllium peut alors eˆtre conside´re´ comme un syste`me atomique a` deux e´lectrons
actifs, suivant la fre´quence du champ applique´e. Ainsi, les approches de´veloppe´es pour
le cas de l’interaction laser-he´lium peuvent s’e´tendre facilement a` l’e´tude de l’ionisation
des e´lectrons de valence du be´ryllium [106, 107, 108]. Du coˆte´ expe´rimental, le be´ryllium
est le moins re´actif de la famille des alcalino-terreux. Son potentiel de double ionisation
peu e´leve´ va permettre d’appliquer des rayonnements plus accessibles en terme d’e´nergie
photonique [109].
Le de´veloppement actuel des lasers a` e´lectrons libres, sources lasers qui vont mettre a`
notre disposition des e´nergies photoniques tre`s e´leve´es avec un fort e´clairement, permet
d’entrevoir la possibilite´ d’ioniser le coeur e´lectronique des atomes alcalino-terreux. Un
e´lectron 1s du be´ryllium peut eˆtre ionise´ avec une e´nergie de photon supe´rieure a` 126 eV.
Seule une e´tude the´orique re´cente a commence´ a` aborder le sujet en regardant la triple
ionisation du be´ryllium [110].
Dans ce chapitre, nous allons tout d’abord e´tudier l’ionisation des e´lectrons de valence
du be´ryllium, en mettant l’accent sur la comparaison avec le comportement de l’atome
d’he´lium. Les meˆmes proble´matiques seront aborde´es, a` savoir l’e´volution des sections
efficaces totales suivant l’e´nergie photonique, la caracte´risation e´nerge´tique des diffe´rents
processus de double ionisation par absorption de deux photons, ou encore l’influence du
temps d’interaction laser sur les spectres e´lectroniques. Puis, nous concluerons ce chapitre
en pre´sentant quelques re´sultats prospectifs sur la dynamique du coeur e´lectronique en
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champ laser intense et bref.
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5.2.1 Configuration “die´lectronique”
Figure 5.1: Structure e´lectronique de l’atome de be´ryllium
La figure (5.1) sche´matise la structure e´lectronique de l’atome de be´ryllium. La me´thode
que nous avons utilise´e pour la repre´senter a e´te´ de´veloppe´e dans la section 2.2.2, ou`
quelques approximations ont e´te´ ne´cessaires. La premie`re est d’avoir choisi de geler la
configuration des e´lectrons de la couche interne 1s. Ainsi, il est impossible aux e´lectrons
1s2 de changer d’e´tat sous l’action d’un champ exte´rieur. Cette approximation vient du fait
que les couches 1s et 2s du be´ryllium sont tre`s se´pare´es e´nerge´tiquement l’une par rapport
a` l’autre. De plus, elle restera valable tant que la fre´quence du champ laser que nous allons
appliquer sur le syste`me atomique sera suffisamment faible pour ne pas atteindre le coeur
e´lectronique. Dans la suite de ce document, nous de´finirons pre´cise´ment son domaine de
validite´. Quoi qu’il en soit, nous conside´rons ici le be´ryllium comme un syste`me atomique
avec seulement deux e´lectrons actifs, au meˆme titre que l’atome d’he´lium. La deuxie`me
approximation s’applique a` la prise en compte des effets du coeur e´lectronique sur les
e´lectrons 2s. Nous avons utilise´ pour cela le potentiel mode`le de´fini en (2.11). La configu-
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ration de l’e´tat fondamental du be´ryllium dans ce cas de figure est alors note´e [1s2]2s2, et
correspond a` l’e´nergie de l’e´tat die´lectronique 2s2 en pre´sence du coeur interne 1s2. Nous
obtenons une e´nergie situe´e a` −1.01 u.a. (−27.47 eV), en positionnant le seuil de double
ionisation a` ze´ro. La comparaison avec la valeur expe´rimentale faite dans le tableau (2.3)
s’est ave´re´e tre`s correcte. Sur la figure (5.1), nous distinguons e´galement deux seuils de
simple ionisation, situe´s respectivement a` −0.66 u.a. (−17.95 eV) et a` −0.52 u.a. (−14.14
eV). Ils repre´sentent la configuration die´lectronique dans laquelle un des e´lectrons est libre
et ou` l’autre se trouve sur une des orbitales de l’ion Be+. Ainsi, les e´tats du continu se
trouvant au dessus du seuil a` −0.52 u.a., a` l’exception des e´tats autoionisants, peuvent
correspondre a` l’une des configurations suivantes :
- un e´lectron sur l’orbitale 2s de l’ion Be+ et un e´lectron dans le continu.
- un e´lectron sur l’orbitale 2p de l’ion Be+ et un e´lectron dans le continu.
Au-dela` de l’e´nergie “ze´ro”, il existe une infinite´ de canaux ouverts. D’une part, nous avons
les e´tats du simple continuum de type (nl,kl’), de l’autre les e´tats du double continuum
(kl,k’l’) ou` les deux e´lectrons de valence sont tous les deux libres dans le continu de l’ion
Be2+([1s2]).
Graˆce a` la repre´sentation die´lectronique de l’atome de be´ryllium que nous venons de faire,
nous allons dans un premier temps observer de fac¸on ge´ne´rale les possibles similitudes ou
diffe´rences de comportements entre le be´ryllium et l’he´lium, lorsqu’ils sont soumis tous
deux a` un champ laser intense et bref.
5.2.2 Be´ryllium et he´lium
Mettons en paralle`le les deux syste`mes atomiques die´lectroniques que sont l’he´lium et
le be´ryllium. L’e´nergie de l’e´tat fondamental du premier se situe a` −2.903 u.a., tandis que
l’e´nergie de l’e´tat fondamental du second se trouve a` −1.01 u.a.. Les processus de double
ionisation de l’atome de be´ryllium vont donc ne´cessiter des e´nergies de photons trois fois
moins importantes que dans le cas de l’he´lium.
La figure (5.2) nous donne le rapport entre la double et la simple ionisation de l’he´lium et
du be´ryllium par absorption d’un photon, dans le cas ou` le champ laser que l’on applique
de´pose la meˆme e´nergie au dessus des seuils de double ionisation respectifs (3.36). Ce
quotient de probabilite´s, note´ R, se calcule de la fac¸on suivante :
R =
Pkk
Pnk (5.1)
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Figure 5.2: Rapport des probabilite´s de double et simple ionisation par absorption d’un
photon - Caracte´ristiques du champ laser : I = 1014 W/cm2 ; 10 cycles optiques
Pnk est la probabilite´ de simple ionisation de´finie en (4.3). Pkk est la probabilite´ to-
tale de double ionisation de´finie en (3.38), somme des probabilite´s dans tous les canaux
(L = 1, l1, l2) ouverts dans la base II (tableau 2.1). Nous observons que les re´sultats as-
socie´s au be´ryllium sont le´ge`rement supe´rieurs a` ceux de l’he´lium pour des e´nergies totales
disponibles dans le double continuum comprises entre 5 et 30 eV. A partir de 30 eV, les
deux courbes de re´sultats se croisent et leurs positions s’inversent l’une par rapport a`
l’autre.
Concernant l’e´volution ge´ne´rale du rapport, il reste pour les deux atomes dans un in-
tervalle de 0.5% a` 3.5% environ. Nous pouvons en de´duire que, lorsque la simple et la
double ionisation sont toutes deux possibles e´nerge´tiquement, c’est le processus de simple
ionisation qui est largement le plus probable. Notons que dans le cas de l’absorption de
deux photons, le rapport R peut ne plus eˆtre aussi faible, voire supe´rieur a` 1. Des re´sultats
concernant l’he´lium, pre´sente´s dans l’article [111], ve´rifient ce cas de figure. Le tableau
(5.1) donne quelques rapports de simple et double ionisation par deux photons pour le
be´ryllium. Pkk, utilise´e dans le calcul de R (5.1), est cette fois-ci la somme des probabi-
lite´s dans les canaux (L = 0, l1, l2) et (L = 2, l1, l2), de meˆme que Pnk fait intervenir les
contributions des syme´tries L = 0 et L = 2 (4.3). Lorsque deux photons sont absorbe´s, les
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ω (eV) R ≡ (2γ,2e)
2γ,e)
(sans unite´s)
14 0.05
15 0.17
16 3.86
18 1.03
20 1.49
Tableau 5.1: Rapport des probabilite´s de double et simple ionisation du be´ryllium par
absorption de deux photons - Caracte´ristiques du champ laser : I = 1014 W/cm2 ; 8 cycles
optiques
deux processus ne ne´cessitent pas l’intervention des corre´lations e´lectroniques. Auquel cas
rien n’empeˆche la double ionisation d’eˆtre dans certains cas majoritaire, ce qui entraˆıne
un rapport R supe´rieur a` 1.
La figure (5.3) montre a` pre´sent des re´sultats de sections efficaces de double ionisa-
tion de l’he´lium et du be´ryllium par absorption d’un photon, toujours en fonction d’une
meˆme e´nergie totale disponible dans leurs doubles continua respectifs. L’ordre de gran-
deur ge´ne´ral des re´sultats reste autour de la dizaine de kilobarns. Pour de faibles e´nergies
totales disponibles, c’est-a`-dire pour des e´nergies de photons le´ge`rement supe´rieures aux
potentiels de double ionisation, les sections efficaces du be´ryllium sont plus e´leve´es que
celles de l’he´lium de 6 kilobarns environ. Lorsque nous disposons d’une e´nergie plus impor-
tante dans le double continuum, et de ce fait des photons incidents plus e´nerge´tiques, les
ordres de grandeurs s’inversent : les sections efficaces de l’he´lium deviennent plus grandes
que celles du be´ryllium. Le meˆme comportement a e´te´ observe´ par Citrini et coll. [108],
avec une me´thode nume´rique de type HRM-SOW (voir section 3.3.1).
Les re´sultats pre´sente´s sur les figures (5.2) et (5.3) ne´cessitent de plus amples investiga-
tions pour donner une explication pre´cise sur les diffe´rences de comportements observe´es
entre l’he´lium et le be´ryllium en champ laser. La seule remarque que nous pouvons faire
est que leurs comportements restent globalement similaires. Les le´gers e´carts observe´s
peuvent provenir des effets du coeur e´lectronique, et surtout de l’e´nergie de liaison plus
faible des e´lectrons de valence dans le cas du be´ryllium.
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Figure 5.3: Sections efficaces de double ionisation de l’he´lium et du be´ryllium par ab-
sorption d’un photon
5.2.3 Etudes the´oriques et expe´rimentales en cours
L’e´tude de la double ionisation de l’atome de be´ryllium, que ce soit du coˆte´ the´orique
ou expe´rimental, n’a commence´ qu’il y a quelques anne´es environ. De plus, seule l’absorp-
tion d’un photon a e´te´ aborde´e. La figure (5.4) fait le point sur quelques re´sultats actuels,
en terme de sections efficaces totales. Les me´thodes nume´riques utilise´es pour repre´senter
la dynamique du be´ryllium en champ laser sont une extension des me´thodes applique´es a`
l’interaction laser-he´lium, que nous avons de´crites dans la section 3.2.1. Les re´sultats de
Kheifets et Bray [106] ont e´te´ obtenus en 2001 par une me´thode CCC (“Convergent Close
Coupling”), de´finie dans la section 3.3.1. Ils ont de´crit le coeur e´lectronique du be´ryllium
avec un potentiel mode`le de la meˆme forme que celui utilise´ dans ce document (2.11).
Colgan et Pindzola [107], en 2002, ont de´veloppe´ une me´thode close coupling de´pendante
du temps. Cependant, ils ont opte´ pour une autre repre´sentation Hartree-Fock du coeur
1s2. Citrini et coll. [108], dont nous avons de´ja` parle´ dans la section pre´ce´dente, ont utilise´
en 2003 la me´thode HRM-SOW. D’apre`s la figure (5.4), tous ces re´sultats concordent re-
lativement bien avec ceux obtenus dans notre approche. Les seuls re´sultats expe´rimentaux
connus a` ce jour ont e´te´ obtenus par Wehlitz et Whitfield [109] en 2001, au “Synchrotron
Radiation Center” de Stoughton aux Etats-Unis. Les mesures ont e´te´ effectue´es a` l’aide
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Figure 5.4: Sections efficaces de double ionisation du be´ryllium par absorption d’un pho-
ton. Comparaison de nos re´sultats avec ceux obtenus par Colgan et coll. [107], Kheifets et
coll. [106] et Wehlitz et coll. [109]
d’un spectrome`tre a` temps de vol. Les barres d’erreurs lie´es aux points expe´rimentaux re-
porte´s sur la figure (5.4) recouvrent les diffe´rents e´carts entre les re´sultats the´oriques. Nous
pouvons conside´rer que l’ensemble des e´tudes mene´es convergent correctement, compte
tenu des diffe´rents traitements utilise´s dans chaque cas.
5.2.4 La double ionisation directe et se´quentielle
Nous avons remarque´, dans le cas de l’he´lium, que la double ionisation par absorption
de deux photons e´tait un processus physique non line´aire pouvant se produire selon deux
voies diffe´rentes : par une voie directe ou par une voie se´quentielle (voir section 4.3.2).
Nous allons essayer, dans ce qui va suivre, de caracte´riser ces diffe´rents processus dans le
cas de l’e´jection des deux e´lectrons de valence 2s du be´ryllium dans le double continuum.
Puis nous essaierons de savoir, a` l’aide des spectres en e´nergie des e´lectrons e´jecte´s, quel
sera le processus dominant lorsque l’e´nergie photonique mise en jeu permet d’ouvrir les
deux voies. Nous finirons alors notre e´tude de la double ionisation par absorption de deux
photons en donnant des re´sultats de sections efficaces en fonction de l’e´nergie photonique
du champ laser applique´e.
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Caracte´risation e´nerge´tique des diffe´rents processus
Figure 5.5: Sche´matisation des processus de double ionisation directe et se´quentielle du
be´ryllium par absorption de deux photons
Le diagramme (5.5) sche´matise les diffe´rents processus d’absorption de deux pho-
tons, permettant d’atteindre le double continuum du be´ryllium depuis son e´tat fonda-
mental [1s2]2s2. La position e´nerge´tique des seuils d’ionisation va nous permettre de les
caracte´riser. Tout d’abord, nous voyons que la double ionisation du be´ryllium par absorp-
tion de deux photons de meˆme e´nergie sera re´alisable si celle-ci est supe´rieure a` 0.505
u.a. (13.7 eV), c’est-a`-dire a` la moitie´ du potentiel de double ionisation. Deuxie`mement,
pour des e´nergies de photons comprises entre 0.505 u.a. et 0.52 u.a., seule la voie directe
sera autorise´e. Nous rappelons que cette voie de double ionisation correspond a` l’e´jection
directe des deux e´lectrons dans le double continuum.
Dans le cas ou` l’e´nergie du photon est supe´rieure a` 0.52 u.a., un deuxie`me processus va
pouvoir entrer en jeu : le processus se´quentiel. De´ja` de´fini pre´ce´demment pour l’he´lium
(voir section 4.3.2), il est associe´ a` une succession de deux e´tapes de simple ionisation :
la production d’un ion simplement ionise´ par l’absorption du premier photon, et l’ioni-
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sation de cet ion par absorption du second photon. Le positionnement des deux seuils
de simple ionisation 2s et 2p va entrainer deux cheminenents possibles durant le proces-
sus se´quentiel. Pour des e´nergies de photons supe´rieures a` 0.66 u.a. (18 eV), l’absorption
du premier photon peut e´jecter un premier e´lectron avec une e´nergie E1 ou E3, comme
l’indique le sche´ma (5.5). L’absorption du deuxie`me photon peut alors produire un ion
doublement ionise´ Be2+([1s2]) a` partir du seuil Be+([1s2]2s) ou Be+([1s2]2p). Les e´nergies
possibles de l’e´lectron e´jecte´ par le deuxie`me photon seront E2 ou E4. Nous appelerons par
la suite “processus se´quentiel via le canal 2s” la double ionisation par absorption de deux
photons e´jectant les deux e´lectrons avec les e´nergies E1 et E2. De meˆme, le “processus
se´quentiel via le canal 2p” produira le couple d’e´lectrons (E3, E4).
Pour des e´nergies de photons comprises entre 0.52 u.a. et 0.66 u.a., cas non repre´sente´ sur
le sche´ma (5.5), seul le processus se´quentiel via le canal 2p sera possible. En effet, l’io-
nisation de Be+([1s2]2s) dans ce cas ne pourra se produire qu’avec l’absorption de deux
photons.
Pour re´sumer, le domaine ou` la question du processus dominant va se poser sera dans
le cas de l’absorption de deux photons d’e´nergies supe´rieures a` 0.66 u.a., soit 18 eV. La
double ionisation du be´ryllium pourra alors se de´rouler de trois fac¸ons diffe´rentes : par la
voie directe, par la voie se´quentielle via le canal 2p, par la voie se´quentielle via le canal
2s.
Quel processus dominant pour ω > 18 eV ?
L’analyse de la distribution e´nerge´tique entre les e´lectrons e´jecte´s dans le double conti-
nuum va nous permettre de re´pondre a` cette question. La figure (5.6) nous donne le spectre
inte´gre´ total de double ionisation du be´ryllium par absorption de deux photons d’e´nergies
e´gales a` 0.9 u.a. (24.5 eV). Cette distribution de densite´ de probabilite´ a e´te´ obtenue a`
l’aide de l’expression (3.37). Les calculs ont e´te´ re´alise´s avec le potentiel mode`le (2.11),
et dans la repre´sentation non corre´le´e du double continuum (voir section 3.3.3). Dans le
cas de l’he´lium, nous avons observe´ que la prise en compte des corre´lations dans le double
continuum n’influenc¸ait pas de fac¸on significative les re´sultats.
Nous nous trouvons bien dans un domaine e´nerge´tique ou` les processus direct et se´quentiel
peuvent avoir lieu. La re´partition de la densite´ de probabilite´ observe´e est marque´e par
deux pics bien distincts. Cette forme du spectre est la forme caracte´ristique du processus
se´quentiel (voir section 4.3.2). Pour des e´nergies de photon permettant la double ionisa-
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Figure 5.6: Spectre inte´gre´ a` un e´lectron de double ionisation du be´ryllium par absorption
de deux photons - Caracte´ristiques du champ laser : I = 1014 W/cm2 ; ω = 0.9 u.a. ; 14
cycles optiques
tion directe ou se´quentielle, le processus dominant est donc la voie se´quentielle, comme
dans le cas de l’he´lium. Les pics du spectre sont positionne´s respectivement aux e´nergies
0.25 u.a. et 0.5 u.a.. Le processus est donc se´quentiel via le canal 2s, puisque les e´nergies
the´oriquement attendues dans ce cas sont, d’apre`s le sche´ma (5.5), E1 = 0.55 u.a. et
E2 = 0.24 u.a.. Ces valeurs the´oriques et celles obtenues a` partir du spectre ne sont pas
exactement les meˆmes car nous avons approxime´ les e´tats finaux du double continuum
par un produit d’orbitales Be+. Le pic de plus haute e´nergie sur le spectre correspond
a` l’ionisation du be´ryllium depuis son e´tat fondamental 2s2 par l’absorption du premier
photon, conduisant alors a` la production de l’ion Be+ dans un e´tat 2s. Le pic de plus
basse e´nergie, quant a` lui, est la signature de l’ionisation de l’ion Be+([1s2]2s) par le se-
cond photon.
La premie`re remarque importante que nous venons de tirer de la figure (5.6) peut se
re´sumer ainsi :
Pour des photons d’e´nergies supe´rieures a` 18 eV, domaine e´nerge´tique ou` les
me´canismes de double ionisation par absorption de deux photons peuvent eˆtre
direct ou se´quentiel, c’est le processsus se´quentiel via le canal 2s qui est domi-
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nant.
Nous avons de´montre´ pre´ce´demment, a` l’aide du sche´ma (5.5), qu’il existait une
deuxie`me voie se´quentielle possible depuis le canal 2p. Celle-ci entrainerait l’e´jection des
e´lectrons avec des e´nergies E3 = 0.41 u.a. et E4 = 0.38 u.a.. Bien qu’elle ne soit pas la
voie dominante, essayons tout de meˆme de la visualiser. Pour cela, regardons sur la figure
(5.7) la contribution de chaque canal de double ionisation pris en compte dans l’obtention
du spectre total de la figure (5.6). Le poids de chaque canal est en accord avec les propos
Figure 5.7: Spectres inte´gre´s a` un e´lectron de double ionisation du be´ryllium par absorp-
tion de deux photons dans les canaux (L = 2, l1 = 1, l2 = 1), (L = 0, l1 = 1, l2 = 1),
(L = 0, l1 = 2, l2 = 2) et (L = 2, l1 = 0, l2 = 2) - Caracte´ristiques du champ laser : I =
1014 W/cm2 ; ω = 0.9 u.a. ; 14 cycles optiques
tenus dans la section 3.3.2 dans le cas de l’he´lium. Les canaux (L = 2, l1 = 1, l2 = 1) et
(L = 0, l1 = 1, l2 = 1) sont ceux qui apportent la plus grande contribution, car ils peuvent
eˆtre ouverts depuis un e´tat fondamental de´crit a` l’ordre le plus bas de la the´orie des per-
turbations. Le canal (L = 0, l1 = 1, l2 = 1) est deux fois moins probable que le canal
(L = 2, l1 = 1, l2 = 1) pour des raisons purement mathe´matiques lie´es aux coefficients de
Clebsch-Gordan (3.24). Les canaux (L = 0, l1 = 2, l2 = 2) et (L = 2, l1 = 0, l2 = 2) ont
une densite´ de probabilite´ faible car ils sont quant a` eux ouverts uniquement en prenant
en compte la composante 2p2 de l’e´tat fondamental, de moindre contribution que la com-
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posante principale 2s2. Enfin, les canaux (L = 0, l1 = 3, l2 = 3), (L = 0, l1 = 0, l2 = 0) et
(L = 2, l1 = 1, l2 = 3), qui sont pourtant compris dans le spectre total (5.6), ne sont pas
reporte´s sur la figure (5.7) car leurs poids sont beaucoup trop faibles pour eˆtre repre´sente´s.
Sur la figure (5.7), les canaux (L = 0, l1 = 2, l2 = 2) et (L = 2, l1 = 0, l2 = 2) sont ouverts
uniquement par le processus se´quentiel via le canal 2p. Leurs spectres caracte´ristiques de-
vraient alors pre´senter deux pics positionne´s aux e´nergies E3 = 0.41 u.a. et E4 = 0.38 u.a..
Nous n’observons cependant qu’un seul pic de plus haute probabilite´ situe´ aux alentours
de 0.4 u.a.. Deux points peuvent expliquer cette discordance. Tout d’abord, la faible den-
site´ de probabilite´ de ce processus ne permet pas de bien le caracte´riser sur la figure (5.7).
Ensuite, la densite´ d’e´tats de notre base radiale n’est pas assez importante pour pouvoir
diffe´rencier deux pics aux e´nergies aussi proches l’une de l’autre. Toutefois, l’unique pic
du spectre couvre le bon intervalle d’e´nergie, ce qui laisse a` penser qu’avec une tre`s grande
densite´ d’e´tats, nous devrions observer les deux pics caracte´ristiques.
Influence sur les sections efficaces
Figure 5.8: Sections efficaces totales de double ionisation du be´ryllium par absorption
de deux photons (trait plein). Les contributions des canaux 1Se et 1De sont e´galement
repre´sente´es
Regardons sur la figure (5.8) l’e´volution des sections efficaces de double ionisation du
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be´ryllium par absorption de deux photons, au fur et a` mesure que l’e´nergie du photon
augmente. Nous avons reporte´ les re´sultats de sections efficaces totales, ainsi que ceux
relatifs aux canaux de syme´tries 1Se et 1De. Ce sont les voies 1Se qui apportent la plus
grande contribution, toujours en accord avec les explications de la section 3.3.2. Nous
observons que les re´sultats augmentent avec l’e´nergie du photon jusqu’aux environs de
ω = 18 eV, puis diminuent progressivement. La section efficace atteint donc un maximum
lorsque le processus de double ionisation se´quentielle devient possible e´nerge´tiquement.
A titre de comparaison, la figure (5.9) donne des re´sultats de sections efficaces dans le
cas de l’he´lium. Nous pouvons ve´rifier que la meˆme e´volution est observe´e : l’ouverture
Figure 5.9: Sections efficaces totales de double ionisation de l’he´lium par absorption
de deux photons (trait plein). Les contributions des canaux 1Se et 1De sont e´galement
repre´sente´es
de la voie se´quentielle, avec des photons d’e´nergies de 55 eV dans le cas de l’he´lium, en-
traine une diminution des sections efficaces. Une e´tude the´orique sur la double ionisation
du magne´sium, faite par Nikolopoulos et coll. [105], a e´galement obtenue la meˆme ca-
racte´ristique.
Lorsque la double ionisation passe du re´gime direct au re´gime se´quentiel, la probabilite´ de
double ionisation devient proportionnelle a` T 2, T e´tant le temps d’interaction. En effet,
elle est dans ce cas proportionnelle au produit de la probabilite´ d’ioniser l’atome ΓatT
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(3.50) par la probabilite´ d’ioniser l’ion associe´ ΓionT . Dans ces conditions, la de´finition
de la section efficace de double ionisation de´finie en (3.39) n’est plus pertinente car elle
devient de´pendante du temps. Aussi convient-il de pre´ciser les parame`tres du champ la-
ser utilise´s pour calculer les sections efficaces des figures (5.8) et (5.9) avec l’expression
(3.39) : I = 1014 W/cm2, 10 cycles optiques. Les taux d’ionisation Γat et Γion de´croissant
avec l’augmentation de l’e´nergie du photon, la probabilite´ de double ionisation pour un
temps d’interaction donne´ doit tout de meˆme de´croˆıtre au dessus du seuil se´quentiel. Nous
avons ve´rifie´ cela nume´riquement. L’e´volution ge´ne´rale des figures (5.8) et (5.9) reste donc
valable. Il est important de noter ici la puissance d’une approche ESDT qui inte`gre par-
faitement les diffe´rents re´gimes de double ionisation.
5.2.5 Les e´chelles de temps d’interaction
Figure 5.10: Evolution du spectre e´nerge´tique de double ionisation se´quentielle du
be´ryllium en fonction du temps d’interaction. Par souci de clarte´ de la figure, les re´sultats
associe´s a` 10 et 6 cycles optiques ont e´te´ multiplie´s respectivement par un facteur 2 et 5.5
- Caracte´ristiques du champ laser : I = 1014 W/cm2 ; ω = 0.9 u.a.
Nous venons d’observer que la distribution e´nerge´tique entre les e´lectrons e´jecte´s dans
le double continuum e´tait directement lie´e aux me´canismes d’ionisation multiphotonique.
Lors de l’e´tude faite dans le cadre de l’interaction laser-he´lium, nous avons e´galement
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constate´ que la variation du temps de propagation de l’impulsion laser influait sur les
me´canismes de double ionisation. Lorsque les impulsions lasers atteignent une dure´e d’une
centaine d’attosecondes, nous avons observe´ que les processus de double ionisation directe
et se´quentielle de l’he´lium n’e´taient plus diffe´renciables. Avec de tels champs ultra-brefs,
nous nous trouvions dans les e´chelles de temps de la relaxation e´lectronique au sein de
l’atome d’he´lium.
Etudions maintenant la dynamique des processus d’interaction entre des champs ultra-
brefs et l’atome de be´ryllium. La figure (5.10) repre´sente l’e´volution de la densite´ de
probabilite´ totale de double ionisation du be´ryllium par absorption de deux photons de 0.9
u.a., en fonction du temps de propagation laser. Trois dure´es d’impulsions sont conside´re´es
ici : une dure´e correspondant a` 14 cycles optiques (soit environ 2.4 femtosecondes), 10
cycles optiques (1.7 fs) et 6 cycles optiques (1 fs). Le spectre associe´ au temps d’interaction
le plus long vient d’eˆtre e´tudie´ sur la figure (5.6), et caracte´rise le processus de double
ionisation se´quentielle via le canal 2s. L’e´cart entre les deux pics correspond a` l’e´nergie
de corre´lation dans l’e´tat fondamental du be´ryllium. La de´finition de cette e´nergie, pose´e
dans le cas de l’he´lium (4.10), est applicable dans le cas du be´ryllium :
Ecorr = E1 − E2 = EBe([1s2]2s2) − 2× EBe+([1s2]2s) (5.2)
D’apre`s le diagramme (5.5), elle est the´oriquement e´gale a` 0.31 u.a., soit 8.4 eV. L’e´cart
observe´ entre les deux pics du spectre relatif au temps d’interaction le plus long, sur
la figure (5.10), est de 0.25 u.a. (6.8 eV). La diffe´rence note´e entre e´nergie de corre´lation
the´orique et e´nergie de corre´lation “mesure´e” peut eˆtre le´ge`rement re´duite si l’on prend en
compte dans les calculs les effets de corre´lations au niveau des e´tats du double continuum.
Lorsque nous appliquons une impulsion de plus en plus bre`ve, les deux pics caracte´ristiques
du spectre ont tendance a` se rapprocher l’un de l’autre. Pour une dure´e d’impulsion de 6
cycles optiques, soit une femtoseconde environ, les deux pics ne sont plus diffe´renciables.
Le temps de relaxation e´lectronique, de´fini en (4.11), est de l’ordre de 0.49 fs pour le
be´ryllium. Cette e´chelle de temps correspond a` la dure´e a` mi-hauteur de l’impulsion
de 6 cycles optiques. Nous sommes donc dans le cas ou` la dure´e de l’impulsion est du
meˆme ordre de grandeur que le temps de relaxation du paquet d’onde Φns vers l’e´tat
Be+([1s2]2skp) (voir section 4.4.1). Les processus direct et se´quentiel ne sont donc plus
caracte´risables, ce qui explique la forme non marque´e du spectre.
Les me´canismes de double ionisation multiphotonique du be´ryllium re´agissent donc de la
meˆme fac¸on que dans le cas de l’he´lium. Cependant, la diffe´rence importante entre les deux
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atomes est que des impulsions femtosecondes sont maintenant suffisantes pour atteindre la
dynamique e´lectronique du be´ryllium, compare´es aux temps attosecondes pour l’he´lium.
D’un point de vue expe´rimental, l’atome de be´ryllium serait donc un meilleur candidat
pour observer la dynamique e´lectronique.
Les impulsions a` de´rive de fre´quence
Figure 5.11: Evolution du spectre e´nerge´tique a` un e´lectron suivant la valeur du parame`tre
de chirp α, dans le canal d’ionisation (L = 2, l1 = 1, l2 = 1) - Caracte´ristiques du champ
laser : I = 1014 W/cm2 ; ω = 0.9 u.a. ; 10 cycles optiques
Pour conclure l’e´tude de la dynamique des e´lectrons de valence du be´ryllium en champ
laser intense et bref, regardons sur la figure (5.11) l’e´volution du spectre inte´gre´ a` un
e´lectron de double ionisation par absorption de deux photons suivant la valeur du pa-
rame`tre de chirp (1.8). Lorsque la valeur de ce parame`tre augmente, le phe´nome`ne de
rapprochements des pics l’un par rapport a` l’autre est e´galement observe´ dans ce cas. Pour
un “chirp” α e´gal a` 0.3 u.a., le spectre associe´ ne diffe´rencie plus le processus se´quentiel
du processus direct. Nous avons constate´ dans la section (4.4.2) que l’augmentation de ce
parame`tre correspondait a` une diminution de la dure´e d’impulsion. Ainsi, une impulsion
de 10 cycles optiques, soit environ 1.7 fs, avec une forte de´rive en fre´quence est suffisante
pour atteindre les e´chelles de temps e´lectronique au sein de l’atome de be´ryllium.
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5.3 Vers l’ionisation du coeur e´lectronique
Nous allons dans cette dernie`re partie explorer la dynamique du coeur e´lectronique
1s2 de l’atome de be´ryllium. Ioniser la couche e´lectronique interne du be´ryllium avec
une impulsion laser ultra-bre`ve ne´cessite des e´nergies de photon extreˆmement e´leve´es
compare´es a` celles utilise´es pour les e´lectrons de valence. Le de´veloppement de sources
UV-XUV, comme notamment le laser a` e´lectrons libres pre´sente´ dans le chapitre 1, va
permettre de produire dans un futur proche de tels champs lasers.
Nous allons voir que notre approche the´orique est adaptable a` la repre´sentation de la
dynamique des e´lectrons du coeur. Le potentiel mode`le, qui repre´sentait le coeur 1s2 gele´
par rapport aux e´lectrons 2s2, peut eˆtre modifie´ pour de´finir la configuration inverse :
nous verrons que seuls les e´lectrons du coeur seront conside´re´s comme actifs aux e´nergies
de photons et aux temps d’interaction que nous allons conside´rer. Nous pre´senterons alors
quelques re´sultats re´cents sur la double ionisation du coeur du be´ryllium par absorption
d’un photon et de deux photons, pre´misses d’une e´tude syste´matique des atomes alcalino-
terreux en champ laser UV-XUV.
5.3.1 “Activation” du coeur 1s2
La figure (5.12) repre´sente la structure e´lectronique de l’atome de be´ryllium, dans le
cas ou` nous avons cette fois-ci fait l’approximation de geler la couche externe 2s2 par
rapport a` la couche interne 1s2. Le potentiel mode`le utilise´ est de´fini en (2.15). L’e´tat
fondamental est alors note´ sous la forme 1s2[2s2]. Il se situe a` −11.59 u.a. (−315.5 eV), en
positionnant toujours le seuil de double ionisation a` ze´ro. Le potentiel de simple ionisation
est e´gal a` 4.64 u.a. (126.2 eV). Les e´nergies de quelques e´tats lie´s ainsi que des e´tats du
continu ont e´te´ donne´es dans le tableau (2.4).
Afin de tester la validite´ d’une telle approximation, regardons les re´sultats de sections
efficaces de simple ionisation du be´ryllium par absorption d’un photon pre´sente´s sur la
figure (5.13). Pour une e´nergie de photon supe´rieure a` 126.2 eV, e´nergie ne´cessaire pour
arracher un e´lectron 1s du coeur du be´ryllium, nous constatons que le processus d’ionisa-
tion du coeur est largement dominant par rapport au processus d’ionisation des e´lectrons
de valence. Le fait d’avoir gele´ la configuration des e´lectrons 2s2 est donc le´gitime : avec de
telles e´nergies, le syste`me atomique du be´ryllium peut eˆtre conside´re´ comme un syste`me
avec seulement deux e´lectrons actifs 1s. Les re´sultats de sections efficaces pre´sente´s sur
la figure (5.13) pour la couche 1s2 sont en bon accord avec d’autres re´sultats the´oriques
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Figure 5.12: Diagramme e´nerge´tique du coeur e´lectronique du be´ryllium en pre´sence de
la configuration gele´e des e´lectrons de valence
obtenus re´cemment par Kheifets et coll. [110].
5.3.2 Quelques re´sultats
Nous pre´sentons maintenant sur la figure (5.14) des re´sultats de sections efficaces de
double ionisation du coeur e´lectronique du be´ryllium par absorption d’un photon. La ligne
en pointille´ indique l’e´nergie minimale requise pour qu’un seul photon produise la double
e´jection des deux e´lectrons du coeur. Elle est e´gale a` 315.5 eV (11.59 u.a.), d’apre`s le
diagramme (5.12). Les re´sultats ont e´te´ obtenus a` partir de l’ESDT en repre´sentation
Schro¨dinger et en repre´sentation interaction. Les deux calculs convergent relativement
bien, et restent infe´rieurs au kilobarn. Ce processus est beaucoup moins probable que la
simple ionisation dans une gamme d’e´nergie ou` ils sont tous deux possibles. En effet, les
sections efficaces relatives a` la simple ionisation, pre´sente´es sur la figure (5.13), sont de
l’ordre du me´gabarn.
La figure (5.15) montre pour sa part des re´sultats de sections efficaces de double ionisa-
tion du coeur 1s2 du be´ryllium par absorption de deux photons. Les e´nergies des photons
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Figure 5.13: Sections efficaces de simple ionisation des couches 1s2 et 2s2 du be´ryllium
par absorption d’un photon
Figure 5.14: Sections efficaces de double ionisation du coeur 1s2 du be´ryllium par ab-
sorption d’un photon. La ligne en pointille´ de´finie la position du seuil de double ionisation
par un photon
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Figure 5.15: Sections efficaces de double ionisation du coeur 1s2 du be´ryllium par ab-
sorption de deux photons
conside´re´es sont comprises entre 160 eV et 210 eV. Les re´sultats ont e´te´ calcule´s en jauge
longueur et en repre´sentation Schro¨dinger. Avant d’examiner l’e´volution des sections ef-
ficaces, caracte´risons e´nerge´tiquement les processus de double ionisation a` deux photons
dans le cas du coeur 1s2. D’apre`s la diagramme (5.12), la double ionisation directe sera
la seule voie possible pour des e´nergies de photons comprises entre 158 eV (5.8 u.a.) et
189 eV (6.96 u.a.). Au dela` de 189 eV, le processus de double ionisation se´quentielle de-
viendra possible. En tenant compte des conclusions que nous avons faites lors des e´tudes
pre´ce´dentes sur l’atome d’he´lium et sur la couche 2s2 du be´ryllium, il est raisonnable de
penser que le processus se´quentiel sera e´galement dominant par rapport au processus di-
rect dans ce cas. Sur la figure (5.15), nous observons que la valeur de la section efficace
est maximale pour une e´nergie de photon de 190 eV environ, ce qui correspond au seuil
du processus se´quentiel. L’ouverture de cette voie entraine donc une diminution de la
section efficace de double ionisation du coeur e´lectronique, phe´nome`ne de´ja` observe´ dans
les cas pre´ce´dents. Il faut cependant traiter prudemment ces re´sultats, comme explique´
pre´ce´demment pour les figures (5.8) et (5.9), et pre´ciser les caracte´ristiques du champ
laser utilise´es ici : I = 1014 W/cm2 et 10 cycles optiques.
Le processus de double ionisation se´quentielle du coeur 1s2 du be´ryllium peut eˆtre sche´matise´
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de la fac¸on suivante :
Be(1s2[2s2]) + ω −→ Be+(1s[2s2]) + e− (5.3)
Be+(1s[2s2]) + ω −→ Be++([2s2]) + e− (5.4)
L’absorption du premier photon produit l’ion Be+(1s[2s2]) et e´jecte un e´lectron 1s. Le
deuxie`me photon ionise alors cet ion et e´jecte le deuxie`me e´lectron 1s, laissant un ion
re´siduel doublement charge´ Be++([2s2]). Nous avons vu que la dynamique du processus
se´quentiel, de´fini par les e´tapes (5.3) et (5.4), de´pendait fortement de la dure´e d’interaction
avec le champ laser. L’e´nergie de corre´lation dans l’e´tat fondamental 1s2 est e´gale a` 2.3
u.a., ce qui correspond a` un temps de corre´lation de l’ordre de 0.06 femtosecondes (4.11).
La relaxation de l’e´tat non stationnaire 1skp atteint par le premier photon, vers l’e´tat
Be+(1s[2s2]), se produira si la dure´e de l’impulsion laser est suffisamment longue par
rapport a` ce temps de corre´lation. Cette condition est respecte´e par les lasers a` e´lectrons
libres, seules sources capables de fournir des e´nergies de photon pouvant ioniser le coeur
e´lectronique, dont la dure´e moyenne d’impulsion est (ou sera) de l’ordre de la centaine de
femtosecondes (voir tableau (1.1)).
A ce niveau, il est ne´cessaire de ve´rifier que l’approximation que nous avons faite dans
notre approche, c’est-a`-dire de geler la configuration de la couche 2s2, est toujours valide.
En effet, l’e´tat Be+(1s,2s2) est un e´tat non stationnaire qui peut se relaxer vers la se´rie
d’e´tats autoionisants Be+(1s,2lnl). Par de´finition, un e´tat autoionisant a une certaine
probabilite´ que l’un des e´lectrons sur une orbitale excite´e se de´sexcite vers une orbitale
plus basse e´nerge´tiquement, sans perturbation exte´rieure. Un e´tat autoionisant (1s,2lnl)
peut donc se relaxer vers le continu 1s2ks pendant un certain temps. Ainsi, lors de la
double ionisation se´quentielle, la configuration gele´e des e´lectrons 2s2 restera valable tant
que la relaxation de l’e´tat Be+(1s,2s2) vers les e´tats Be+(1s2,ks) ne pourra pas se produire
avant l’absorption du deuxie`me photon. Le temps de vie de l’e´tat autoionisant (1s,2s2) est
estime´ dans un ordre de grandeur de la dizaine de femtosecondes [112]. La conclusion que
nous pouvons en tirer est que notre approche permet d’appre´hender des impulsions lasers
en re´gime subfemtoseconde. A ces e´chelles de temps, la relaxation de la couche externe
2s2 du be´ryllium n’aura lieu que longtemps apre`s la fin de l’interaction avec l’impulsion,
c’est-a`-dire a` un temps t >> T/2.
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5.4 Conclusion
Dans le premier paragraphe de ce chapitre, nous nous sommes inte´resse´s a` l’ionisa-
tion des e´lectrons de valence du be´ryllium en champ laser intense et bref. Nos re´sultats
concernant des sections efficaces de double ionisation par absorption d’un photon se sont
tout d’abord ave´re´s en parfaite ade´quation avec ceux obtenus par diffe´rentes approches
the´oriques ou expe´rimentales re´centes. En focalisant notre attention sur la double ionisa-
tion par absorption de deux photons, nous avons alors constate´ les meˆmes comportements
que ceux de´ja` observe´s dans le cas de l’he´lium :
- Lorsque les processus direct et se´quentiel sont possibles, le processus dominant est
se´quentiel.
- Le spectre en e´nergie des e´lectrons e´jecte´s est dans ce cas de´fini par deux pics distincts,
se´pare´s par l’e´nergie de corre´lation e´lectronique dans l’e´tat fondamental atomique.
- Lorsque le temps d’interaction laser diminue, la distribution e´nerge´tique des e´lectrons
ionise´s n’est plus caracte´rise´e par deux pics.
Les diffe´rences majeures viennent des ordres de grandeurs e´nergie et temps mis en jeu.
Les processus de double ionisation du be´ryllium ne´cessitent des e´nergies photoniques trois
fois moins importantes que dans le cas de l’he´lium. De plus, des impulsions femtosecondes
sont suffisantes pour sonder la relaxation e´lectronique au sein du be´ryllium, compare´es
aux temps attosecondes pour l’he´lium.
Dans le paragraphe 5.3, nous avons de´bute´ l’e´tude de la dynamique des e´lectrons du
coeur e´lectronique de l’atome de be´ryllium. L’ionisation de la couche interne ne´cessite un
rayonnement laser de fort e´clairement et de haute e´nergie. En effet, la double ionisation du
coeur par absorption de deux photons requiert des e´nergies de photons supe´rieures a` 160
eV. Les lasers a` e´lectrons libres, en plein de´veloppement actuellement, peuvent pre´tendre
a` fournir de tels photons. Au niveau de notre repre´sentation the´orique, la configuration des
e´lectrons de valence a e´te´ gele´e, et leurs interactions avec le coeur e´lectronique de´finies par
un potentiel mode`le adapte´. Les quelques re´sultats que nous avons pre´sente´s ne´cessitent
de plus amples investigations, et ouvrent la voie vers l’e´tude des processus non line´aires
dans les couches internes des atomes alcalino-terreux.

Conclusion
La motivation du travail que nous venons de pre´senter dans ce document a e´te´ d’e´tudier
les processus de double ionisation de syste`mes atomiques die´lectroniques en pre´sence de
champs lasers intenses et brefs. Pour cela, nous nous sommes base´s sur une approche
nume´rique non perturbative de l’interaction laser-atome, ou` nous avons re´solu de fac¸on
comple`te l’e´quation de Schro¨dinger de´pendante du temps. Quatre points sont essentiels
pour de´finir correctement notre me´thode : une mode´lisation adaptable de l’impulsion laser,
une description pre´cise de la structure e´lectronique de l’atome isole´, des calculs efficaces
pour la propagation du champ laser, et enfin un choix ade´quat de la repre´sentation des
e´tats finaux atteints apre`s interaction.
Nous avons tout d’abord de´fini dans le chapitre 1 la forme de l’impulsion laser que
nous avons utilise´e dans notre travail. Il s’agit d’une impulsion unique, de´crite dans une
repre´sentation semi-classique et dans le cadre de l’approximation dipolaire, avec une en-
veloppe temporelle qui englobe les oscillations du champ e´lectrique durant un temps de
propagation fini, avec un temps de monte´e progressif jusqu’a` une intensite´ creˆte. Cette
repre´sentation est bien adapte´e pour de´crire une impulsion ultra-bre`ve et intense. Les
rayonnements lasers qui nous ont en effet inte´resse´s tout au long de ce document sont
des impulsions femto- ou subfemtosecondes dans le domaine UV-XUV, capables d’eˆtre
produits actuellement, ou dans un futur proche, par les sources harmoniques ou les lasers
a` e´lectrons libres.
Le chapitre 2 s’est alors axe´ sur le calcul de l’ensemble du spectre e´lectronique d’un
syste`me atomique a` deux e´lectrons actifs. Nous avons pour cela utilise´ une me´thode
de configuration d’interaction de fonctions die´lectroniques, dans laquelle le terme de
corre´lations e´lectron-e´lectron est pris en compte de fac¸on tre`s pre´cise. Les fonctions
die´lectroniques de base sont de´finies par un produit antisyme´trise´ de fonctions B-splines
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pour leur partie radiale, et de fonctions harmoniques sphe´riques pour leur partie angulaire.
L’utilisation des B-splines s’est ave´re´e eˆtre un outil tre`s efficace, souple, peu demandeur en
me´moire de stockage, pour le calcul des e´tats atomiques. Le spectre e´nerge´tique de l’atome
d’he´lium, ainsi que de certains ions de sa se´rie isoe´lectronique, ont e´te´ ainsi parfaitement
e´tablis. La fle´xibilite´ de notre me´thode a e´galement permis d’introduire la description
d’un coeur e´lectronique dans la structure, pour pouvoir e´tudier l’atome de be´ryllium. La
configuration gele´e du coeur e´lectronique par rapport aux e´lectrons de valence, ou inver-
semment suivant le domaine e´nerge´tique e´tudie´, est repre´sente´e par un potentiel mode`le.
L’interaction laser-atome proprement dite a e´te´ re´solue par un traitement non pertur-
batif de type spectral. Lors de la re´solution de l’e´quation de Schro¨dinger non relativiste
de´pendante du temps, les fonctions d’onde de´pendantes du temps sont en effet de´veloppe´es
sur la base des e´tats stationnaires de l’atome non perturbe´. Ce qui confe`re a` cette ap-
proche des temps de calculs peu e´leve´s, et une facile extraction de nombreuses quantite´s
physiques.
La description des diffe´rents couplages possibles avec un ou deux photons entre l’e´tat
fondamental atomique et les e´tats du double continuum, ainsi que la repre´sentation de ces
derniers, ont e´te´ les points importants du chapitre 3. Nous avons constate´ que, contrai-
rement a` la double ionisation par absorption d’un photon, le processus a` deux photons
n’avait pas besoin des corre´lations e´lectroniques pour se produire. Nous avons donc choisi
dans un premier temps de ne´gliger les interactions entre les deux e´lectrons libres dans le
double continuum, en de´finissant les e´tats doublement ionise´s par un simple produit d’or-
bitales He+ dans le cas de l’he´lium, Be+ pour le be´ryllium. En e´tendant notre approche,
nous avons alors introduit une partie des corre´lations radiales (e´crantage) pour affiner la
description du double continuum atomique.
Dans les chapitres 4 et 5, nous avons finalement applique´ notre me´thode nume´rique
a` l’e´tude de la double ionisation de l’he´lium et du be´ryllium par absorption d’un photon
et de deux photons. Les nombreux re´sultats que nous avons pre´sente´s se sont focalise´s
principalement sur des calculs de sections efficaces totales d’ionisation, et sur la distribu-
tion e´nerge´tique entre les e´lectrons e´jecte´s dans le double continuum. Graˆce a` l’analyse
des spectres en e´nergie des e´lectrons, nous avons pu caracte´riser de fac¸on syste´matique
les processsus de double ionisation directe et se´quentielle. La diminution de la dure´e de
l’impulsion laser nous a e´galement permis d’appre´hender les e´chelles de temps de relaxa-
tion e´lectronique au sein de ces atomes. Des impulsions femtosecondes sont suffisantes
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pour sonder la dynamique e´lectronique du be´ryllium, compare´es aux temps attosecondes
pour l’atome d’he´lium. L’e´tude du comportement des ions de la se´rie isoe´lectronique de
l’he´lium a servi a` “visualiser” les effets des corre´lations e´lectron-e´lectron, et a` mieux com-
prendre leur roˆle dans les processus non line´aires. Enfin, nous avons termine´ notre travail
en proposant quelques re´sultats sur la dynamique des e´lectrons de la couche interne du
be´ryllium en champ laser intense et bref.

Perspectives
Hautes e´nergies photoniques, forts e´clairements lasers, impulsions ultra-bre`ves, autant
de caracte´ristiques qui ouvrent la voie vers une nouvelle physique de l’interaction laser-
matie`re. Par exemple, l’e´tude des processus non line´aires dans les couches e´lectroniques
internes des atomes alcalino-terreux n’est qu’a` ses premiers pas. Les re´sultats sur l’ioni-
sation du coeur du be´ryllium, que nous avons pre´sente´s dans la section 5.3.2, me´ritent de
plus amples investigations.
Les travaux effectue´s dans les sections 4.4.1 et 5.2.5 ont montre´ que des dure´es d’im-
pulsions femtosecondes ou subfemtosecondes pouvaient sonder la relaxation e´lectronique
au sein des atomes. La dynamique ultra-rapide non line´aire est un sujet tre`s inte´ressant
a` approfondir. En particulier, l’influence des e´tats autoionisants dans les processus de
double ionisation multiphotonique en re´gime ultra-bref. Un processus de type pompe-
sonde pourrait eˆtre envisage´ pour cerner plus pre´cise´ment le roˆle de ces e´tats particuliers.
Un photon “pompe” amorcerait le premier pas de la double ionisation se´quentielle de
l’atome, en ionisant celui-ci dans son e´tat fondamental. L’e´nergie de ce photon serait
tout d’abord suffisamment faible pour ne pas atteindre la zone des e´tats autoionisants.
Le second photon “sonde” aurait alors une e´nergie assez importante pour ioniser l’ion
simplement charge´. Le spectre en e´nergie des e´lectrons e´jecte´s devrait eˆtre dans ce cas
de la forme caracte´ristique attendue, a` savoir marque´ par deux pics. En faisant varier
maintenant l’e´nergie de la pompe jusqu’a` atteindre les niveaux des e´tats autoionisants, et
toujours en gardant une e´nergie de la sonde suffisante pour atteindre le double continuum
depuis le seuil de simple ionisation, les possibles diffe´rences observe´es entre les spectres
obtenus seraient une visualisation directe des effets des e´tats autoionisants.
Un dernier point important peut eˆtre envisage´ comme perspective du travail de´veloppe´
dans ce document. Apre`s l’e´tude de la distribution e´nerge´tique des e´lectrons e´jecte´s lors
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des processus de double ionisation, il serait inte´ressant de se pencher sur leur distribu-
tion angulaire. Nous avons constate´ qu’une repre´sentation du double continuum par un
simple produit d’orbitales monoe´lectroniques donnait de tre`s bons re´sultats au niveau
des sections efficaces totales. Concernant le calcul de sections efficaces diffe´rentielles, le
sujet est plus ouvert. Sans effets de corre´lations entre eux, deux e´lectrons emportant la
meˆme e´nergie auraient tendance a` eˆtre e´jecte´s dans un sens oppose´ l’un par rapport a`
l’autre [96]. Par contre, une e´tude re´cente de Makris et coll. [113] montre le roˆle impor-
tant des interactions e´lectroniques radiales et angulaires, en observant que deux e´lectrons
cette fois-ci corre´le´s devraient eˆtre e´jecte´s majoritairement dans un meˆme sens. Il serait
donc inte´ressant d’e´tendre notre me´thode pour inclure de fac¸on comple`te les corre´lations
e´lectron-e´lectron dans le double continuum. En effet, l’approche dite “ordre 1” de´veloppe´e
dans la section 3.3.4 nous permet de repre´senter uniquement une partie des corrections ra-
diales, et ne´glige les corrections angulaires. Nous pourrions nous baser sur l’ide´e de de´part
des me´thodes de type 2SC (“Two-Screened Coulomb wavefunctions”), de´finies dans la sec-
tion 3.2.1, qui consiste a` utiliser les fonctions d’onde de Rudge et Seaton [114] affecte´es des
conditions de charges effectives de Peterkop [115]. Celles-ci se re´sument par l’expression
suivante :
Z1
k1
+
Z2
k2
= −Z
k1
− Z
k2
+
1
k12
(5.5)
Z1 et Z2 sont les charges effectives, k1 et k2 les normes des vecteurs impulsions des
e´lectrons. Un choix efficace pour prendre en compte de bonnes conditions asymptotiques
[116] serait de de´finir les charges effectives de la fac¸on suivante :
Z1 = −Z + k1(
~k1 · ~k12)
(k12)3
(5.6)
Z2 = −Z + k2(
~k2 · ~k12)
(k12)3
(5.7)
Ainsi, nous aurions un double continuum atomique de´fini par un produit de fonctions
coulombiennes e´crante´es, ou` toutes les interactions e´lectroniques seraient prises en compte.
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Annexe A
Les fonctions B-splines
A.1 Construction nume´rique d’une base de B-splines
Une fonction B-spline j d’ordre k est un polynoˆme par morceaux d’ordre k-1 de´fini
dans une re´gion finie [ξj, ξj+1] de l’espace [a, b], soit :
Bkj (r) = a0 + a1r + · · ·+ ak−1rk−1 (A.1)
La se´quence de points {ξj}j=a,...,b est appele´e se´quence de points d’arreˆts. Une famille de
fonctions B-splines sera alors note´e Bki (r), avec i = 1, . . . , Nb, Nb e´tant le nombre total
de B-splines conside´re´. Il est important de bien de´finir les conditions de continuite´s aux
points d’arreˆts de´limitant les supports de chaque B-spline. Pour cela, nous construisons
une se´quence de noeuds t = {ti}i=1,...,Nb+k, avec :

B(r) > 0 pour r ∈]ti, ti+k[
B(r) = 0 pour r /∈ [ti, ti+k]
Etant donne´ que les fonctions B-splines sont en tout point e´gales a` un polynoˆme de degre´
k-1, on choisira la condition de continuite´ maximale : la de´rive´e k-2 de la fonction est
maximale aux points d’arreˆts.
La construction nume´rique d’une base comple`te de B-splines peut alors se faire graˆce a` une
relation de re´currence donnant la ie`me B-spline d’ordre k sous la forme d’une combinaison
de deux B-splines d’ordre imme´diatemment infe´rieur, soit :
Bki (r) =
r − ti
ti+k−1 − tiB
k−1
i (r) +
ti+k − r
ti+k − ti+1B
k−1
i+1 (r) (A.2)
La condition initiale de cette relation est donne´e par le fait qu’une fonction B-spline
d’ordre 1 est e´gale a` 1 a` l’inte´rieur de son support, et e´gale a` ze´ro a` l’exte´rieur. Le sche`ma
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(A.1) nous donne un aperc¸u de la construction d’une base d’ordre 3 a` partir de la relation
de re´currence (A.2).
Figure A.1: Construction d’une base nume´rique de fonctions B-splines d’ordre 3 associe´e
a` la se´quence de points d’arreˆts {0, 1, 2, 3, 4, 5}
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A.2 Application des B-splines a` la base radiale ato-
mique
Les principaux parame`tres servant a` de´finir une base de fonctions B-splines sont l’ordre
k des polynoˆmes, la se´quence de points d’arreˆts {ξj}j=a,...,b, l’intervalle de travail [a, b] ainsi
que le nombre total Nb de fonctions conside´re´es. Regardons plus en de´tails ces diffe´rentes
composantes et appliquons les a` de´crire correctement la base radiale d’un syste`me ato-
mique die´lectronique.
– Les bornes de l’espace de travail :
L’espace total [a, b] dans lequel sont de´finis les fonctions B-splines doit repre´senter l’espace
radial atomique. La borne minimale a sera donc prise e´gale a` ze´ro, la borne maximale fixe´e
avec le parame`tre Rmax. Les fonctions B-splines sont nulles en ces bornes. Ce parame`tre
important fixe donc le rayon maximal de l’espace sphe´rique dans lequel nous allons de´crire
les e´tats die´lectroniques. Il va donc imposer un nombre fini d’e´tats propres lors de la dia-
gonalisation du Hamiltonien a` deux e´lectrons.
– Le nombre Nb de fonctions B-splines :
La structure e´lectronique de l’atome sera d’autant mieux de´finie que ce nombre sera im-
portant. Cependant, il est indispensable d’ajuster ce parame`tre par rapport a` la dimension
de la sphe`re nume´rique ; plus la densite´ de fonctions B-splines par unite´ de longueur sera
importante, plus on obtiendra une structure pre´cise. Le rapport Nb/Rmax va ainsi fixer
l’e´nergie maximale des e´tats du double continuum correctement de´crits.
– La se´quence de points d’arreˆts :
Elle de´finit la disposition des points se´parant les intervalles ne´cessaires a` la construction
des B-splines sur l’intervalle [0, Rmax]. Plusieurs types de se´quences peuvent eˆtre envi-
sage´s :
Se´quence line´aire : Les points d’arreˆts sont se´pare´s par une distance constante. Cette
re´partition homoge`ne permet une bonne repre´sentation des e´tats du continu. Nous avons
dans ce cas :
ξi =
Rmax
l
(i− 1) ∀i = 1 . . . l
Se´quence exponentielle : Les points d’arreˆts sont se´pare´s par des intervalles dont la lon-
gueur croˆıt avec des r croissants. Cette re´partition exponentielle permet d’avoir plus
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d’e´tats pre`s de l’origine r = 0. Nous avons alors :
ξi =
Rmax
eb
l−1
l −1
(eb
i−1
l − 1) ∀i = 1 . . . l
Annexe B
Les lois d’e´chelle suivant la charge Z
L’hydroge`ne et les ions de sa se´rie isoe´lectronique
Des relations simples peuvent eˆtre e´tablies pour e´tudier directement le comportement
des ions hydroge´no¨ıdes en re´gime d’ionisation multiphotonique, a` partir de l’atome d’hy-
droge`ne. Pour cela, partons de l’e´quation de Schro¨dinger de´pendante du temps d’un ion
hydroge´no¨ıde plonge´ dans un champ e´lectromagne´tique :[
− 1
2
d2
dr2
− 1
r
d
dr
+
l(l + 1)
2r2
− Z
r
− ~r · ~E(t)− i ∂
∂t
]
Ψ(~r, t) = 0 (B.1)
L’e´quation (B.1) est exprime´e en unite´s atomiques. En divisant par Z2, et en utilisant
l’expression de ~E(t) de´finie en (1.4), nous obtenons :[
− 1
2
d2
d(Zr)2
− 1
Zr
d
d(Zr)
+
l(l + 1)
2(Zr)2
− 1
Zr
−
(Z~r) ·
~E0(t)
Z3
sin(ωt)− i ∂
∂(Z2t)
]
Ψ(~r, t) = 0 (B.2)
Posons maintenant les nouvelles variables suivantes :
~ρ = Z~r ; τ = Z2t (B.3)
~E0 =
~E0
Z3
; Ω =
ω
Z2
(B.4)
L’e´quation (B.2) devient finalement :[
− 1
2
d2
dρ2
− 1
ρ
d
dρ
+
l(l + 1)
2ρ2
− 1
ρ
− ~ρ · ~E0sin(Ωτ) + i ∂
∂τ
]
Φ(~ρ, τ) = 0 (B.5)
Ce sont les transformations (B.3) et (B.4) que nous allons appeler “lois d’e´chelles suivant
la charge Z”. Les nouvelles quantite´s ~ρ, τ , ~E0, et Ω utilise´es dans l’e´quation (B.5) sont les
quantite´s “vraies” pour Z = 1. Pour connaˆıtre la solution de l’e´quation de Schro¨dinger
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(B.1) pour une charge Z 6= 1, il suffit de remplacer les variables ~r, t, ~E0, ω par ~ρ, τ , ~E0, Ω
en suivant les relations (B.3) et (B.4). En d’autres termes, la solution de l’e´quation (B.1)
a` l’instant t et a` la position ~r sera Φ(Z~r, Z2t) si le champ applique´ a pour amplitude Z3 ~E0
et pour fre´quence Z2Ω.
Le tableau (B.1) donne les lois d’e´chelles concernant diffe´rents parame`tres utilise´s lors
de la repre´sentation de l’interaction d’un syste`me atomique avec un champ laser. Les
parame`tres dote´s d’une tilde sont ceux relatifs a` l’hydroge`ne.
Taille de la boˆıte Rmax = R˜max × Z−1
Energie du photon ω = ω˜ × Z2
Dure´e de l’impulsion T = T˜ × Z−2
Intensite´ du champ I = I˜ × Z6
Amplitude du champ E = E˜ × Z3
Potentiel d’ionisation IP = I˜P × Z2
Probabilite´ d’ionisation P(N) = P˜(N)
Taux d’ionisation Γ(N) = Γ˜(N) × Z2
Amplitude de transition D
(N)
fg = D˜
(N)
fg × Z(1−3N)
Tableau B.1: Lois d’e´chelles suivant la charge Z. Les parame`tres dote´s d’une tilde sont
ceux relatifs a` l’hydroge`ne
La conclusion que nous pouvons en tirer est que :
Le comportement d’un ion multicharge´ hydroge´no¨ıde en pre´sence d’un champ
laser, dont les parame`tres du syste`me ve´rifieront les lois d’e´chelles pose´es dans
le tableau (B.1), sera le meˆme que celui de l’atome d’hydroge`ne en champ laser.
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L’he´lium et les ions de sa se´rie isoe´lectronique
L’e´quation de Schro¨dinger de´pendante du temps de´finissant l’interaction de l’atome
d’he´lium avec un champ laser est donne´e en unite´s atomiques par l’expression suivante :[
− 1
2
d2
dr21
− 1
r1
d
dr1
+
l1(l1 + 1)
2r21
− Z
r1
− 1
2
d2
dr22
− 1
r2
d
dr2
+
l2(l2 + 1)
2r22
−
Z
r2
+
1
r12
− (~r1 + ~r2) · ~E(t)− i ∂
∂τ
]
Ψ(~r1, ~r2, t) = 0 (B.6)
En appliquant les transformations (B.3) et (B.4), nous obtenons finalement :[
− 1
2
∆ρ1 −
1
2
∆ρ2 −
1
ρ1
− 1
ρ2
+
1
Z
1
ρ12
− (~ρ1 + ~ρ2) · ~E0(τ)− i ∂
∂τ
]
ΦZ(~ρ1, ~ρ2, τ) = 0 (B.7)
Nous constatons que l’interaction die´lectronique e´chappe aux lois d’e´chelle, par un terme
dont l’influence de´croˆıt quand la charge Z augmente.
Les diffe´rences de comportements entre des ions multicharge´s de type he´liumo¨ıdes
et l’atome d’he´lium en champ laser, dont les parame`tres respectifs ve´rifieront
les lois d’e´chelles, seront l’observation directe des effets des corre´lations e´lectron-
e´lectron.

Annexe C
Le syste`me d’unite´s atomiques
Le syste`me d’unite´s internationales (S.I.) est bien adapte´ aux grandeurs de´crivant
des syste`mes macroscopiques, et exprime les quantite´s en me`tres, kilogrammes, secondes,
etc... Les phe´nome`nes agissant a` l’e´chelle atomique, quant a` eux, ont besoin d’un syste`me
d’unite´s mieux adapte´. Le syste`me d’unite´s atomiques, note´ u.a., a ainsi e´te´ cre´e pour
simplifier les calculs atomiques ou mole´culaires. Il est base´ sur le choix d’associer a` l’unite´
les principales grandeurs fondamentales de la physique atomique, telles que la charge de
l’e´lectron e, sa masse me, le rayon atomique de Bohr a0, ou encore la constante de Planck
h. Nous avons donc l’e´galite´ suivante :
me = a0 = e = ~ = 1 (C.1)
Auquel s’associe les expressions des constantes fondamentales en unite´s atomiques sui-
vantes :
c =
1
α
(C.2)
ǫ0 =
1
4π
(C.3)
µ0 =
4π
c2
(C.4)
Nous pre´sentons dans le tableau (C.1) les unite´s atomiques de quelques grandeurs phy-
siques rencontre´es dans ce document, avec leur correspondance en unite´s S.I..
(*) Un champ e´lectromagne´tique est de´fini par son champ e´lectrique et son champ
magne´tique :
~E = −E0~ǫsin(~k~r − ωt) (C.5)
~B = −A0(~k ∧ ~ǫ)sin(~k~r − ωt) (C.6)
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Quantite´ en unite´s atomiques (notation) ⇐⇒ Valeur en unite´ S.I.
1 u.a. de masse (m) 9.10953× 10−31 kg
1 u.a. de charge (e) 1.60219× 1019 C
1 u.a. de longueur (a0) 5.29177× 10−11 m
1 u.a. de vitesse (v0 = αc) 2.18769× 106 m.s−1
1 u.a. d’impulsion (p0 = mv0) 1.99288× 10−24 kg.m.s−1
1 u.a. de temps (τ0 =
a0
v0
) 2.41889× 10−17 s
1 u.a. d’e´nergie (ω = e
2
4πǫ0a0
) 27.2116 eV
1 u.a. de champ e´lectrique (E0 = ea20 ) 5.14224× 10
11 V.m−1
1 u.a. d’intensite´ (∗) (I0 = ~τ20 a208πα) 3.509338× 10
16 W.cm−2
Tableau C.1: Correspondance entre les unite´s atomiques et les unite´s du syste`me inter-
national
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Ou` ~ǫ est la direction de polarisation du champ e´lectrique, E0 = ωA0 son amplitude
maximale. L’e´clairement I de la radiation est de´finie par la moyenne dans le temps du
vecteur de Poynting :
P =
~E ∧ ~B
µ0
(C.7)
Ce qui nous donne finalement en unite´s atomiques :
I = ǫ0cω
2A20 = ǫ0cE
2
0 (C.8)
Ainsi, d’apre`s les diffe´rentes de´finitions e´tablies dans cette annexe, l’e´clairement laser en
W/cm2 que nous utilisons dans ce document se calcule a` partir de l’amplitude maximale
du champ E0 en u.a. de la fac¸on suivante :
I(W/cm2) = (E0(u.a.))
2 × 3.509338× 1016 (C.9)
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Re´sume´ : Nous pre´sentons une e´tude the´orique de l’interaction entre un atome a` deux
e´lectrons actifs et un champ laser de fort e´clairement (1014 a` 1015 W/cm2) et de dure´e
d’impulsion ultra-bre`ve (quelques 10−15 a` quelques 10−18 s). Nous de´crivons dans un pre-
mier temps les techniques expe´rimentales actuelles capables de produire un rayonnement
cohe´rent de haute puissance dans le domaine spectral UV-XUV, et de dure´e d’impulsion
de l’ordre de la femtoseconde ou subfemtoseconde. Un mode`le semi-classique d’une im-
pulsion laser avec de telles caracte´ristiques est alors de´fini. Puis, nous de´veloppons une
me´thode nume´rique base´e sur l’utilisation des fonctions B-splines pour de´crire la structure
e´lectronique d’un atome a` deux e´lectrons actifs. Un traitement non perturbatif de type
spectral est alors propose´ pour repre´senter la propagation dans le temps de la fonction
d’onde du syste`me irradie´, ou` le point important est de de´finir le plus pre´cise´ment possible
la re´gion du double continuum atomique. Nous exposons finalement des re´sultats sur la
double ionisation des atomes d’he´lium et de be´ryllium en pre´sence d’un champ laser in-
tense et bref, issus de notre approche nume´rique. Ils concernent en particulier des calculs
de sections efficaces totales d’ionisation, et de distributions e´nerge´tiques entre les e´lectrons
e´jecte´s dans le double continuum apre`s absorption d’un photon et de deux photons.
Study of helium and beryllium atoms with strong and short laser field
Abstract : We present a theoretical study of the interaction between a two-active
electron atom and an intense (1014 a` 1015 W/cm2) and ultrashort (from a few 10−15 to
a few 10−18 s) laser field. In the first part, we describe the current experimental tech-
niques able to produce a coherent radiation of high power in the UV-XUV regime and
with femtosecond time duration. A theoretical model of a laser pulse is defined with such
characteristics. Then, we develop a numerical approach based on B-spline functions to
describe the atomic structure of the two-active electron system. A spectral non perturba-
tive method is proposed to solve the time dependent Schro¨dinger equation. We focalize
our attention on the description of the atomic double continuum states. Finally, we expose
results on the double ionization of helium and beryllium atoms with intense and short
laser field. In particular, we present total cross section calculations and ejected electron
energy distributions in the double continuum after one- and two-photon absorption.
Discipline : physique atomique.
Mots-Cle´s :
Syste`mes atomiques a` deux e´lectrons actifs
Fonctions B-Splines
Me´thode non perturbative spectrale
Double continuum atomique
Double ionisation multiphotonique
Distribution e´nerge´tique des e´lectrons e´jecte´s
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